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Résumé

Dans les milieux liquides ou la polarisation et la densité de spins nucléaires sont im-
portantes, la dynamique de 'aimantation, analysée par RMN (résonance magnétique nu-
cléaire), est perturbée par les couplages internes induits par les champs magnétiques dipo-
laires locaux. Le présent mémoire décrit certaines conséquences associées a la présence
dans 1'échantillon d’une forte concentration de '?*Xe hyperpolarisé par pompage op-
tique (polarisation jusqu’a 20%), notamment les modifications des spectres RMN du
proton et du xénon en présence. Puis nous présentons les résultats de l'expérience
SPIDER, ayant pour but de transférer de fagon cohérente la polarisation du xénon
aux protons d’aimantation thermique afin d’accroitre leur signal RMN. Ensuite, nous
décrivons I'apparition d’émissions maser chaotiques répétées, dues au couplage inductif
entre 'aimantation du xénon dans un état instable et la bobine d’analyse accordée a sa
fréquence de Larmor (ici 138 MHz). Enfin, nous présentons dans la derniére partie une
nouvelle méthode d’accord d'une sonde RMN permettant dans certaines conditions de
réception un gain important en sensibilité et en forme de signaux, avant de conclure sur
les limites de la théorie classique de la relaxation dans le cas des fortes aimantations en
phase liquide.

Abstract

In liquid samples where both nuclear polarization and spin density are strong, the magneti-
zation dynamics, which can be analysed by NMR (nuclear magnetic resonance) methods,
is deeply influenced by the the internal couplings induced by local dipolar fields. The
present thesis describes some of the many consequences associated to the presence in the
sample of concentrated xenon hyperpolarized by an optical pumping process. First, we
deal with the induced modifications in frequency and line width of the proton and xenon
spectra, then we present the results of SPIDER, a coherent polarization transfer exper-
iment designed to enhance the polarization of protons, in order to increase their NMR
signal level. A third part is dedicated to the description of the apparition of repeated
chaotic maser emissions by un unstable xenon magnetization coupled to the detection coil
tuned at the xenon Larmor frequency (here 138 MHz). In the last part, we present a
new method allowing a better tuning of any NMR detection probe and resulting in sen-
sible gains in terms of sensitivity and signal shaping. Finally, we conclude with a partial
questioning of the classical relaxation theory in the specific field of highly polarized and
concentrated spin systems in a liquid phase.
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Introduction

A résonance magnétique nucléaire et la résonance paramagnétique électronique sont
des découvertes majeures du XX° siecle. Elles s’appuient sur I'avancée exceptionnelle
des connaissances sur la structure de la matiere, et ont permis d’identifier les acteurs
microscopiques de phénomenes macroscopiques alors bien connus depuis des décennies —
voire des siecles — comme 'aimantation de certains matériaux ou la précession de Larmor.
La résonance magnétique nucléaire décrit la propriété qu’ont certains noyaux ato-
miques de se comporter comme de minuscules boussoles, donc des aimants microscopiques.
I.I. RABI obtient en 1944 le prix Nobel de physique pour avoir mesuré, par la déviation
de jets atomiques, 'amplitude de ces boussoles, autrement dit la « force » de ces aimants.
Contrairement a nos aimants macroscopiques qui échappent au formalisme quantique
grace au phénomene de décohérence, la projection de I'amplitude de cette boussole sur
tous les axes de 'espace est quantifiée, ¢’est-a-dire que comme tout systéme soumis aux
lois de la mécanique quantique, elle ne peut adopter qu’un certain nombre discret, et res-
treint, de valeurs. Connaitre ces valeurs de 'amplitude de ces boussoles, et analyser leurs
mouvements promettait alors une bien meilleure connaissance de la physique des noyaux
portant ces boussoles.

Les premieres expériences ayant permis ces observations furent menées par E.M.
PURCELL et F. BLOCH, ce qui leur valut le prix Nobel de physique pour la découverte
a proprement parler de la Résonance Magnétique Nucléaire. Ils prouvent la capacité de
ces boussoles atomiques (que nous appellerons par la suite « moments nucléaires », ou,
par abus de langage, « spins nucléaires » ), placées dans un champ magnétique statique, a
absorber de 'énergie provenant d’une onde électro-magnétique de fréquence égale a leur
fréquence de Larmor. Ils se mettent alors a osciller autour du champ magnétique, créant
a leur tour un champ magnétique oscillant ; en nombre suffisamment important, dit sta-
tistique, ils représentent ce qu’on appelle une aimantation macroscopique. On peut faire
interagir par induction le champ magnétique créé par cette aimantation avec une bobine
capable de résonner a cette fréquence, et analyser l'intensité et la fréquence exacte du
courant induit. Ceci résume le principe de fonctionnement de toute expérience de réso-
nance magnétique nucléaire. L’objectif de ces expériences est d’étudier les mouvements
de I'aimantation macroscopique d'un échantillon de matiere par ’analyse de ces courants
induits.

La RMN est ainsi basée sur I’analyse de niveaux énergétiques quantiques extrémement
faibles : les niveaux magnétiques de spin, dits de ZEEMAN, des noyaux. En outre, le
couplage inductif entre la matiere a I’étude et la bobine d’analyse est souvent lui aussi
relativement peu intense. Ces deux points négatifs se traduisent par une faible sensibilité
inhérente a ’analyse RMN : souvent, le courant généré par les spins est si faible qu’il
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se perd dans le bruit thermique des composants électroniques du circuit de réception.
C’est pourquoi industriels et chercheurs ceuvrent depuis la naissance de cette méthode a
augmenter par divers moyens sa sensibilité. La « course » au champ magnétique, vision
consistant a augmenter le champ magnétique statique pour augmenter la force du signal
des spins, en est une conséquence. L’invention des processus d’hyperpolarisation, visant
a orienter massivement la population des spins nucléaires dans le méme sens de fagon
transitoire afin d’accroitre leur aimantation totale, participe de la méme idée.

Le doctorat que j’ai effectué au Laboratoire de Structure et Dynamique par Réso-
nance Magnétique au centre de Saclay du CEA s’inscrit tout a fait dans cette problé-
matique : a notre époque, les champs magnétiques des spectrometres connaissent une
saturation technologique impliquant un surcotut souvent prohibitif pour gagner ne serait-
ce que quelques pour cent du rapport signal sur bruit total des spectrometres. Il est donc
nécessaire d’imaginer de nouvelles méthodes pour faciliter 'emploi de la RMN dans les dis-
ciplines connexes. En RMN des liquides, tres couramment utilisée en biologie pour I’étude
des biomolécules (notamment pour déterminer la structure tridimensionnelle et la dyna-
mique des protéines), nous cherchons par exemple avec I'expérience SPIDER a employer
du xénon hyperpolarisé par pompage optique pour transférer de l'ordre statistique aux
protons, ce qui permettrait d’accroitre leur signal total et donc de faciliter les études
biologiques. La méme méthode permettrait également d’augmenter de facon sensible le
contraste des images obtenues sur des tissus biologiques par IRM, ou d’augmenter la pré-
cision de I'imagerie de certains cancers.

L’élaboration de ces méthodes de transfert implique au préalable une tres forte ai-
mantation dans un échantillon en phase liquide. Nous devons donc nous placer dans une
situation comparable a celle ou 'on essaierait de faire cohabiter dans une boite de petites
dimensions un grand nombre d’aimants de grande force magnétique, agités de surcroit
par le mouvement brownien. Qui a déja tenté une telle expérience sait que ces derniers
ne peuvent manquer d’interagir les uns avec les autres, parfois méme de facon totalement
imprévue. De la méme maniere, a forte polarisation et en grande concentration, le dia-
logue des spins nucléaires les uns avec les autres devient tres prégnant, et d'une grande
complexité d’étude : on n’étudie plus une somme d’acteurs indépendants et interagissant
peu, mais un ensemble fortement couplé ot chaque action sur I'un des éléments entraine
une modification de I’état de beaucoup d’autres.

Les différents chapitres présentent des comportements qui se sont révélés d’une im-
portance majeure lors de I'implémentation de I’expérience SPIDER, au point de constituer
des axes d’étude a part entiere. Ils montrent la complexité des dynamiques de spins d’une
espece fortement polarisée. Ces effets soulevent autant de questions qu’ils apportent de
réponses sur le comportement des fortes polarisations en phase liquide ; nous verrons no-
tamment que la dynamique de la relaxation (la désexcitation naturelle du systéme de spins
et son retour a l’équilibre dicté par les lois de la thermodynamique) semble y étre mo-
difiée et que des phénomenes aléatoires microscopiques peuvent occasionner des compor-
tements macroscopiques totalement imprévisibles comme des émissions maser autonomes
multiples. Ces études constituent des ébauches intéressantes des obstacles inhérents aux
fortes polarisations a venir en RMN des liquides, science dont la communauté manifeste un
intérét croissant pour les processus d’hyperpolarisation transitoire permettant d’obtenir
des aimantations et des polarisations toujours plus importantes.
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Dans une premiere partie, nous évoquerons le cadre théorique et expérimental associé
a la RMN. Les deux premiers chapitres sont ainsi dédiés a la présentation respectivement
des fondements de la RMN et des effets dipolaires cohérents rencontrés en RMN en phase
liquide ; le troisieme chapitre, qui clot cette partie, décrit quant a lui le processus d’hy-
perpolarisation du xénon par pompage optique utilisé pour les expériences menées durant
cette these.

La partie centrale de ce mémoire présente les résultats obtenus relativement aux divers
axes explorés et tous associés a I’étude des hautes polarisations et hautes aimantations en
phase liquide. Le premier chapitre de cette partie décrit les modifications induites par ces
fortes aimantations sur les spectres des especes en présence, étude préliminaire qui explique
notamment les limitations et les axes a développer dans I'expérience SPIDER décrite dans
le chapitre suivant. Le chapitre central de cette partie concerne ’apparition d’émissions
masers instantanées et aléatoires en phase liquide. Cette découverte fondamentale est
porteuse de nombreux axes d’études, notamment un questionnement sur 'importance et
I’apparition de phénomenes chaotiques en RMN. Enfin, le dernier chapitre de cette partie
décrit une nouvelle méthode d’accord de sonde de réception RMN, que nous avons pu
développer durant les études rapportées dans les chapitres précédents.

Nous conclurons ce mémoire par une derniere partie dans laquelle nous esquisserons
quelques possibles implications des études préalablement décrites ainsi que les principes
d’expériences d’intérét qu’il n’a pas été possible de réaliser durant ce doctorat pour des
raisons de contrainte temporelle.

15



16



Premiere partie

Cadre théorique et expérimental
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Chapitre 1

Fondements de la RMN

Les définitions et calculs qui suivent ne sont qu’'un bref rappel de la théorie quantique
de la RMN développée selon les approches d’Abragam et Goldman [1, 2]. Au préalable,
nous supposerons pour la suite que le systeme quantique a 1’étude est composé de N
spins I=1/2. En pratique, un échantillon dépasse largement N = 10 spins : méme en
négligeant tout autre niveau énergétique que ceux des spins nucléaires (ce qui sera le cas
pour le reste de ce document excepté le chapitre VII), le nombre d’éléments de la base
est donc supérieur & 10", un nombre par exemple incommensurablement plus grand
que le nombre d’atomes dans 1'univers, ce qui explique le recours a la matrice-densité des
états, et donc de décrire I’évolution du systeme en termes de « cohérences » plutot qu’en
termes de transitions entre états quantiques individuels. La limitation du cadre d’étude a
[=1/2 s’explique du fait que les deux especes principalement utilisées dans les expériences
relatées ici sont 'H et '*Xe, toutes deux de spin nucléaire 1/2.

I.1 Rappels et définitions

Nous recensons ici les principales notions afin de mettre en place les notations qui
seront utilisées dans la suite du mémoire.

1.1.1 L’effet Zeeman

L’opérateur vectoriel de spin I d’un noyau est proportionnel [2] & l'opérateur du mo-
ment magnétique m de ce dernier :

m = yhl (L.1)

ou 7 est le rapport gyromagnétique du noyau considéré. Plongé dans un champ magnétique
By, le moment magnétique est associé a 'hamiltonien Zeeman :

correspondant a une énergie magnétique d’expression £ = —m - By. L’axe Oz sera désor-
mais défini comme ayant une orientation et un sens identiques a ceux de Bg. La présence
de ce champ d’intensité notée By leve la dégénérescence des états propres d’énergie des
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spins I; associés aux moments m; de 1’échantillon : chacun en posseéde deux, notés |+;) et
|—;) et d’écart d’énergie égal a hug, ou vy est la fréquence définie par

Vo = wo/2m = —yBy /27 (1.3)

Nous appellerons par la suite intensité fréquentielle d’'un champ magnétique B la valeur
fréquentielle w = —~vB. Il est important de noter que cette valeur dépend de v, donc
du noyau considéré. Nous adopterons la notation réduite des hamiltoniens 2 = H/h.
L’hamiltonien Zeeman s’écrit alors

% = wOIZ (I4>

L’espace des états d’un spin I; étant décrit par 'espace vectoriel I; de base {|+;) , |—i)},
la fonction d’onde de I;, notée |v;), s’écrit selon la notation de Dirac comme :

[¥) = o5 [+i) + i [=3) (L5)

les coefficients scalaires complexes o et a; vérifiant la condition de normalisation (o )%+
(a;)?=1.

(2
On appelle 1; I'opérateur identité de 'espace ;. Les matrices des trois opérateurs de

spin indépendants I}, I, et I. exprimées dans la base {ket+;,|—;)} — proportionnelles aux
matrices de Pauli —, s’écrivent :

i 101 ;{0 =1 L/ 1 0
) () G )

Ainsi définis, {1;, I%, I, I} forment une base orthonormée de Z(I;), espace des opérateurs

sur [;. Enfin, on nomme respectivement
Iy =1, +1,
I' =1, —,

les opérateurs dits opérateurs « de montée » et « de descente » du spin I;. De maniere
équivalente, {1;,I°,I" , I’} peut servir de base de Z(I;).

I.1.2 Espace des états de spin

L’état « global » de I’échantillon étant défini par la donnée de 1’état individuel de
chaque spin, on identifie I’état de spin du systeme a un vecteur de ’espace de Hilbert H,
défini comme le produit tensoriel des I; :

de base propre associée égale au produit tensoriel des bases propres des I;. Les vecteurs
de cette base sont de la forme I.8, on les notera {|j)}i<j<on, selon une numérotation
arbitraire.

|]>: |+a_7_a+7"' 7+7+> (I8)
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¥ =3 ) (19)

La fonction d’onde [¢)) de I’état de spin peut alors s’écrire comme présenté en 1.9 avec
la condition de normalisation a? + - - -+a§ ~ = 1. L’hamiltonien total du systeme est égal a
la somme des hamiltoniens de chaque spin, plus les termes d’interactions qu’on présentera
ci-apres.

Un opérateur A € Z(H) est défini comme le produit tensoriel de ses réductions a
chaque espace Z(I;) :

Ac L) <= A=A o @Ay =][A A ecZl)

ou comme une combinaison linéaire de tels produits tensoriels. L’opérateur I, par exemple
est défini comme

L=) 1,0 QL& ®1ly

On définit aussi de la sorte 1, I, I, 1, ...

1.2 L’opérateur matrice densité

I1.2.1 Définitions et propriétés

Le formalisme de la matrice densité est particulierement adapté aux systemes pos-
sédant un grand nombre d’états dont les populations relatives suivent une distribution
statistique quasi-continue en fonction de leur énergie. La distribution en question est dé-
finie comme suit : pour chaque état [¢) du systéme de spins, P(|1)))dV représente la
probabilité de trouver le systeme dans 'espace des états dans un petit élément de volume
dV autour de I'état |¢)). L’opérateur matrice densité, noté p, est deés lors défini par :

mw:/mwmwwwv (1.10)

Les termes non diagonaux de p sont appelés « cohérences de spins » ou « superpositions
cohérentes d’états ». Elles peuvent concerner un ou plusieurs spins.

Les cohérences et populations, définies comme telles, sont donc dépendantes de la base
dans laquelle est exprimée p. Si 1’on choisit la base d’écriture {1,~,I_Z‘HI“_,I;’7 i € [1,N]},
elles peuvent étre écrites sous la forme générale

072 1% ona;e{+,— 2}, i< <Bp,et1<k<N

Le nombre de quanta Am d’une cohérence est défini comme la différence du nombre
d’opérateurs « montée » et « descente » présents dans son écriture [2, 3]. La présence
d’'une cohérence a Am quanta dans p signifie qu’'il y a dans le systeme de spins une
superposition cohérente entre des états propres de spins séparés par une énergie Zeeman

21



égale a AE = Amhwy. La phase de I'état résultant évolue a la fréquence Amwy /27 dans
le référentiel du laboratoire.

Quelques brefs rappels : la moyenne statistique (A) de la grandeur d’un observable A
peut s’écrire comme la trace du produit de son opérateur associé avec p (cf. Eq. I.11), et
I’équation d’évolution de la matrice densité, dite de Liouville-von Neumann et déduite de
I’équation de Schrodinger, est présentée en Eq. 1.12.

(A) = Tr(pA) (L.11)
% = —[J, p] (1.12)

A Téquilibre thermique a la température T', les probabilités statistiques des états
propres énergétiques du systeme sont bien définies, et données par la loi de Boltzmann.
Dans une base propre de 'hamiltonien 7, la matrice décrivant p est alors diagonale et
peut étre écrite comme

6—%"

g = —————— [.13
feq Tr(e=87) (L13)
ou = h/kT est la température inverse du réseau et k la constante de Boltzmann. Dans
I'espace .Z(H), la trace d’'un opérateur suit les regles de calcul suivantes :

Tr(A=A4® - ®Ay) =[] Tri(4)
VA,Be Z(H) Tr(A+ B)=TrA+ TrB (1.14)

ce qui nous permet donc de définir les valeurs moyennes des opérateurs globaux I,, I,
I . ..
Il est important de définir en particulier deux valeurs moyennes primordiales :

e 'aimantation macroscopique classique M — la valeur moyenne la plus importante

en RMN :
M = yI(I) = vh((Lz)e, + (Iy)e, + (I.)e:) (1.15)

On définit également comme ceci M, < [,, My < [, M_«— 1 ...
e la polarisation a 1’équilibre P associée a une température 7', définie en ’absence de
mouvement de l'aimantation comme
1 ﬂwo
P = NTr([zpeq) = —tanhT (1.16)
La polarisation indique la différence relative entre le nombre de spins de 1’échantillon
dans I'état |+) et ceux dans l'état |—). L’hypothese de haute température, tres
classique en RMN; consiste a effectuer 'approximation P ~ —fwy/2.
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Peu de coefficients de la matrice densité sont en fait observables expérimentalement
de facon directe : les expériences de RMN ne permettent que de détecter la variation du
flux magnétique dans la bobine transversale. Or le flux en question est proportionnel a la
valeur moyenne de I,. La variation temporelle de (I,) est alors obtenue par observation
directe de la FID, et le signal en quadrature de phase de la FID peut étre en tres bonne
approximation' considéré comme la dérivée temporelle de (7,). Quant a (I.), ’équation
[.16 montre qu’elle peut par exemple étre mesurée par la polarisation, par induction
(indirectement) [4, 5], mécaniquement [6] ou encore optiquement [7, 8].

I[.2.2 Formalisme de la molécule moyenne

En phase liquide, le mouvement brownien change en permanence l'orientation des
vecteurs intermoléculaires. La valeur du couplage dipolaire entre deux spins portés par
des molécules différentes mais proches, donnée en 1.23, est donc non seulement beaucoup
plus faible en valeur extrémale que pour deux spins de la méme molécule, mais elle est
aussi moyennée rapidement a 0. Ces deux derniers points permettent donc de négliger,
dans la théorie dite de la « molécule moyenne », tout effet cohérent intermoléculaire.
Chaque molécule i étant indépendante, on définit sa matrice densité réduite o;(t) comme
indiqué en 1.17.

oi(t) = p(t)li (L17)

L’évolution de o; ne dépend que des inhomogénéités de champ et de sa valeur initiale
at = 0. Au lieu de p, on préfere calculer I’évolution d’une matrice o(t) obtenue comme
la moyenne des o;(t) sur tout ’échantillon. Ce formalisme de molécule moyenne permet
de réduire I'espace de travail de 4Va?*V & 4a® dimensions, a étant le nombre de spins
I = 1/2 différents portés par la molécule de I'espece a 1’étude. On aboutit donc a un
espace bien plus restreint et indépendant du nombre de molécules ; ce raisonnement
permet de calculer - dans cette hypothese de couplages intermoléculaires négligeables -
I’évolution de cohérences pour un tres grand nombre de séquences.

1.3 Les interactions

I.3.1 Effets des champs tournants

Il est possible d’induire des oscillations entre certains états propres au moyen de
champs oscillant a la fréquence de Larmor. Etant donnée la gamme des champs magné-
tiques By utilisée de nos jours, cette derniere se situe souvent dans la gamme de 1 MHz
a 1 GHz, (domaine radiofréquence). En présence d’'un champ magnétique B; perpendicu-
laire & By et tournant autour de celui-ci a la fréquence w/27, a ’hamiltonien magnétique

1Ceci est vrai pour les expériences de RMN & haut champ pour lesquelles les modulations temporelles
des cohérences sont tres lentes devant la vitesse de rotation de celles-ci dans le référentiel du laboratoire.
Historiquement, des configurations utilisant des bobines croisées ont également été utilisées pour détecter
indépendamment les deux valeurs moyennes transversales; le probleme est alors d’éviter le couplage
inductif entre les deux bobines d’axe respectif = et y.
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du systeme s’ajoute le terme 77; dépendant du temps :
s = wy (cos(wt) I, + sin(wt)]y) (I.18)

ou wy est 'intensité fréquentielle de B;.
Soit U un opérateur unitaire. On définit le changement de représentation associé a U
pour tout opérateur hermitien A

A— A=UAU' (1.19)

Apres le changement de représentation U = e*=!, on observe I’évolution des opérateurs

dans le référentiel tournant lié & B;. L’hamiltonien effectif vaut dans ce cas-la
Hog =UAHU = (wy —w) L 4+ wi ], (1.20)

Dans ce nouveau référentiel, les spins précessent autour du vecteur Weg situé dans le plan
contenant By et By et formant avec ce dernier un angle © qui vaut :

© = arctan (I.21)

W — Wy

1.3.2 Le déplacement chimique et le couplage indirect

Les interactions du spin nucléaire avec le nuage électronique peuvent aisément étre
incluses a ’aide d’un calcul de perturbations. Elles se traduisent par des modifications de
deuxieme ordre des niveaux d’énergie Zeeman en fonction de 'environnement chimique
de I'atome. Cet effet, appelé le déplacement chimique, permet les applications spectrosco-
piques de la résonance magnétique nucléaire.

De nombreux effets peuvent étre a 'origine d’une déformation du nuage électronique
et donc induire un déplacement chimique : liaisons électroniques engagées, température,
effets de concentrations, etc. Supposons que le systeme soit composé de molécules portant
deux spins non-équivalents (de déplacement chimique différent) I, et I, de fréquence de
Larmor respective w@ et wj. Le calcul perturbatif, dans I'hypothése d’un échantillon &
I’état liquide ajoute a ’hamiltonien du systeéme les termes suivants :

Hge = 01+ 0,10+ J 1, - T, (1.22)

0o < W et 0, < wf sont les déplacements chimiques respectivement de I, et I, (résultant
de l'interaction entre le nuage électronique de I'atome et le champ), et J est le couplage
indirect entre I, et I,. Ce couplage résulte des interactions entre les noyaux via les électrons
de liaison des atomes concernés.

Durant la suite du mémoire nous nous bornerons a constater que le déplacement
chimique a pour conséquence de différencier les spins selon leur environnement, ce qui
implique un étalement des résonances de chaque type de spins dans le domaine spectral.
Ces variations locales se superposent sur le spectre global de 'espece, et divisent la raie
de la transition Zeeman en une distribution inhomogene, due a cette variation locale de
déplacements chimiques dans 1’échantillon et au grand nombre de spins du systeme. On
verra que l'étalement spectral résultant de ces distributions differe beaucoup selon 1’état
de polarisation du systeme et si on considere le proton ou le xénon.
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1.3.3 Les couplages dipolaires

Deux dipoles magnétiques m; et m; a distance finie r; possedent une énergie d’inter-
. SN . . . . di
action associée a 'hamiltonien dipolaire #;;" :

po My - my; — 3(m; - uy)(m; - uy)

Amh rf’j

di
AP = (1.23)

ol u;; est un vecteur unitaire pointant de I; vers I;. ‘%ﬂij P g%écrit encore sur la base des
{Il,I7,a = (+,—, 2)} de la fagon suivante :

) o)

i oYk iri  Yonigi | oqig
AP = Trg’;((l —3cos?O)(I' T — Z(mi +I'17))

-3 cos@sin@(e (L1, + I .17) — e (IL17 + 1" I7)) (1.24)
— ;sm2 0(e 2P I L + P 7))

ol 0 est I'angle formé par By et u;;, et ® est le deuxieme angle d’Euler de u dans le
repere (Ox, Oy, Oz). Restons au cas de deux spins dans un champ By tres intense par
rapport aux champs dipolaires créés par I; et I,. Le calcul des états propres de I’hamiltonien
Zeeman et dipolaire se fait en considérant %”;ip comme une perturbation de 7. Auquel
cas, seuls les termes de la premiere ligne doivent étre conservés. Le premier terme en
I'T7 commute systématiquement avec 'hamiltonien Zeeman du systéme, mais le terme de
flip-flop en I°.I7 + I I, peut étre ignoré des lors que wj — w) > &;;, olt &; est défini par :

5, = M0l

3
amrs;

(1 —3cos®0) (1.25)

Dans le cas de N spins I; de '**Xe chacun porté par un atome de xénon différent,
I'hamiltonien dipolaire total %, s’écrira donc comme la somme des contributions :

Ay =y (1.26)

1<j

La formule 1.25 suggere bien par ses dépendances en ¢ et r que '’hamiltonien J73;, est
fortement dépendant du temps dans le cas d’'un échantillon liquide, du fait du mouve-
ment brownien qui impose a chaque instant une diffusion translationnelle et rotationnelle
indépendantes des molécules. Ce mouvement aléatoire a pour conséquence de moyenner
a 0 tous les couplages dipolaires — extrémement faibles du fait de la dépendance en rf’j —
entre deux spins portés par des molécules proches ou entre deux atomes différents dans le
cas d’especes monoatomiques, par exemple le xénon dissous. Enfin, le traitement de %%,
en tant que perturbation de ) permet de négliger dans le premier les opérateurs autres

que I'I7 dans le cas de deux spins hétéronucléaires (7; # ;).
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1.4 La relaxation

Les niveaux de spins nucléaires ne sont pas totalement découplés des autres niveaux
énergétiques atomiques et moléculaires : ce continuum de niveaux thermiques, appelé
« réseau », est assimilable a un thermostat de température T auquel est couplé faiblement
le systeme de N spins de I’échantillon. La relaxation est le processus non-radiatif de
disparition et de retour a I’équilibre des cohérences de spins résultant des interactions
spins-réseau.

On décrit en général 'effet de ce couplage via deux principaux temps de relaxation :

e le temps de relaxation longitudinale T qui caractérise le temps de retour a 1’équilibre

de 'aimantation M, a son niveau de Boltzmann.

e le temps de relaxation transversale T5 qui caractérise la décroissance de I’aimantation

« transversale », c’est-a-dire dans le plan perpendiculaire a ’axe de By.

Revenons a ’hamiltonien total du systeme : en recensant les différents termes énumérés

dans les paragraphes précédents, nous trouvons

H = A+ Ay + A + () (L.27)

Nous adopterons pour la suite de ce paragraphe la représentation interaction : cette
derniere n’est pas liée a un référentiel mais a pour but de faire abstraction de tout ha-
miltonien du systéeme non aléatoire. En ’absence de champ radiofréquence, dans cette
représentation associée a Uopérateur U = e"(#0+%ac(®) 1hamiltonien vaut & = %Zl(t),
soit I’hamiltonien d’interaction spins-réseau dépendant du temps.

Ce couplage spins-réseau peut s’écrire [1, 2] sous la forme :

H(t) = VaFau(t) (1.28)

les V, étant des opérateurs de spin tels que Va(t) = V,e™" précessent a des fréquences
wa /27 toutes différentes. Les F, sont des fonctions aléatoires de moyenne temporelle
nulle. Leurs fonctions de corrélations Fy(t)F, (t + 7) sont supposées étre stationnaires et
pouvoir étre caractérisées par un temps de corrélation 7. Leur densité spectrale est notée
Jo(w). Les contributions peuvent avoir des origines différentes : la relaxation dipolaire par
exemple comprend tous les termes issus de couplages dipolaires dépendant du temps du
fait du mouvement brownien.

L’équation-pilote de la relaxation (1.29) (cf. Réf. [1]) décrit I’évolution de la matrice
densité dans la représentation interaction et son retour a sa valeur d’équilibre pe, définie
en [.13.

e D LA AN )| EAR (129

«

Elle n’est correcte que lorsque les temps de corrélation 7 sont tres petits devant les temps
caractéristiques de disparition des cohérences de p, donc typiquement devant 77 et T5. On
reviendra plus précisément dans le chapitre sur les effets dipolaires (cf. chapitre II) sur les
hypotheses de cette équation et sur les différentes troncatures possibles de ’hamiltonien
dipolaire.
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1.5 L’amortissement cohérent

Ce couplage non-linéaire est également connu sous son nom anglais « radiation dam-
ping » (¢f. par exemple Réf. [9]). Tl est du & la présence de la bobine accordée a la fréquence
vy qui entoure ’échantillon. Celle-ci est traversée par un courant inductif provoqué par
le mouvement de précession de 'aimantation transversale (par rapport a ’axe de la bo-
bine Oz) M, . Ce courant, & son tour, génere un champ radiofréquence transversal B4
a la fréquence exacte de précession de M . Le décalage de phase entre les deux vecteurs
dépend de I'accord en impédance du circuit électronique de détection. Dans I'hypothese
d’un accord parfait de ce dernier, ils sont en quadrature de phase. Si I’on suppose que B4
est selon I'axe Ox, 'action du radiation damping sur M, s’écrit alors :

aM.| M2
dt |, M,

(1.30)

My étant la valeur de ||M]|| a I'équlibre thermique. Le parametre T, est le temps caracté-
ristique du radiation damping, il vaut pour une aimantation a I’équilibre thermique

2%T
Tr = ————
ton@|y[3h*n

ol 1, () et n sont respectivement le facteur de remplissage et le facteur de qualité de
la sonde de détection RMN, et la densité volumique de spins dans I’échantillon. Si ’ai-
mantation a transitoirement un facteur d’hyperpolarisation K par rapport a son niveau
thermique, 7T, vaut :

(1.31)

Ty

K]

T,(K) (1.32)

Il est important de noter les différents sens de variation de T,(K) par rapport aux

parametres physiques cités :

o T, oc |y|™3 : pris & leurs niveaux M, respectifs, le « radiation damping » de la bobine
sur ?9Xe est donc 47,5 fois moins intense que celui sur H.

o T, < (nn)~! : le « radiation damping » est un effet collectif, non-linéaire. A volume
fixe, le rappel de M vers la direction d’énergie minimale est donc d’autant plus fort
que la quantité de spins dans I’échantillon est importante.

e 7. < Q! : le couple de rappel, proportionnel & B,4, dépend directement de I’accord
de la sonde et de son facteur de qualité. Si la détection est mauvaise, l'effet de
« radiation damping » sera d’autant plus dégradé. C’est pourquoi on désaccorde
parfois légerement la sonde pour affaiblir un radiation damping trop fort; il faut
alors trouver un optimum entre amoindrissement de cet effet et diminution de la
sensibilité de la sonde donc des signaux RMN. Ce rapport signal sur bruit est en
effet proportionnel & /Q.

Pour le cas d’un systeme composé de spins homonucléaires formant une aimantation

M homogene (donc en négligeant les inhomogénéités de By et les effets dipolaires décrits
au chapitre suivant), 'effet d’amortissement cohérent crée donc par induction un couple
agissant sur M et qui tend a ramener cette aimantation vers son orientation a I’équilibre
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(cf. 1.30). Ceci se traduit par la déformation des spectres RMN associés a M : 'amor-
tissement cohérent tend a élargir la raie de résonance, et l'effet est d’autant plus visible
que 'angle d’impulsion # est petit. On reviendra en détail sur les effets d’amortissement
cohérent dans les équations de Bloch décrites dans la section qui suit, ainsi qu’au chapitre
VI concernant ’apparition de masers multiples.

1.6 Les équations de Bloch

Supposons que le systeme ne soit soumis qu’a I’hamiltonien Zeeman créé par le champ
By. En prenant la trace du produit de .12 avec, respectivement, vhl,, yhi, et vhl,, on
obtient les équations différentielles moyennes dites équations de Larmor :

dM.

%}[x = WOMy
I =, (1.33)
.

dt

Dans ce cas simple sans autre hamiltonien que .77, on retrouve 'effet classique appelé
précession de Larmor : I'aimantation précesse autour de By a la fréquence 1.

On a vu aux paragraphes précédents que :

e le déplacement chimique, pour une aimantation résultant d’'une distribution de spins
homonucléaires, a pour seul effet de décaler la fréquence globale d'un terme wq. /27 ;

e une impulsion radiofréquence appliquée a la résonance et d’intensité fréquentielle
wy /27 et d’axe Oz engendre une précession de M autour de cet axe et a cette méme
fréquence ;

e La relaxation est responsable de la décroissance exponentielle des aimantations, en

T, pour M, et en T pour M, et M,;

2
L

e l'amortissement cohérent ajoute une terme dérivatif — dans I’équation d’évo-
. . 0Lr
lution de M, (les modifications de M, et M, sont écrites ci-apres).
Ces quelques remarques permettent d’écrire le systeme non-linéaire dit de Bloch, comme

suit :

( dM. M, M M.
LA B M. — zivlz Vg
a7 o Mol 25 0 M
Y= —(wp — Wy )M, —w M, — =22 ¥ [.34
X y7 (wo — Wac) wy M. T (I1.34)
dM, _ o MP M= M
L dt YV M T, T

On reviendra en VI sur les solutions analytiques de ce systeme dans le cas ou T} est tres
grand devant Ty et T, [10].
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Chapitre 11

Les effets dipolaires cohérents en
RMN des liquides

Les effets des couplages dipolaires intermoléculaires - hormis la relaxation - sur la dy-
namique des spins sont généralement négligés dans la description classique de la RMN
en phase liquide. Cependant, certains comportements [11, 12] exclusivement dus aux
couplages dipolaires a longue distance (distance grande devant la distance de diffusion
moyenne d’une molécule sur un temps de 'ordre de 77 ou T3) dans 1’échantillon requierent
la prise en compte de ces derniers. On considérera pour la suite principalement le modele
idéal d’une seule espece de molécule, avec un unique spin I; porté par la molécule 7.

II.1 Champ et moments de l’'interaction dipolaire

Le champ dipolaire moyen

Nous avons décrit en Eq. 1.23 la forme de I’hamiltonien d’interaction dipolaire tronqué
entre deux spins I; et I;. La somme des interactions du spin I; avec tous les spins I,
s’écrit :

i Mo N~ miomy — 3(my - ug;) (m, - ug;) (1L1)
dip Arh o ‘I'j _ I'z‘||3 .
1 Ho mj — 3(1’1’11 . ul-j)uij
— m,. [ (IL.2)
z (w 2" Ty -

Cette interaction peut encore s’écrire sous la forme du produit scalaire entre m; et un
champ vectoriel B} (r = r;) défini comme :

; Mo m; — 3(m; - u)u
B = — 1I.
d(r) T ; Hrj _ rH3 ( 3)

avec u = r; —r. On retrouve alors

1 .
Hip = _ﬁmi -By(r =1;)
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Bi,(r) est donc un champ local, égal & la somme des champs dipolaires créés par chaque
spin I;»; au point r. Comme dans notre cadre d’étude tous les spins I; sont identiques
de rapport gyromagnétique 7, nous pouvons appliquer les résultats de la théorie du ma-
gnétisme de Weiss. Méme s’il ne peut pas étre nommé champ « démagnétisant! » comme
c’est généralement le cas pour une matiere aimantée classique, il en conserve les principales
caractéristiques géométriques.

En particulier, si le volume V' contenant les spins est de forme ellipsoide et que le
milieu est homogene, BY(r) est uniforme sur tout V. Pour r € V, il ne dépend donc ni de
7 ni de r. On peut donc définir le champ dipolaire moyen By :

Vi,¥r € V. By = B)(r) (I1.4)

La théorie du champ démagnétisant nous apprend également qu'une telle distribution
ellipsoide de contributions dipolaires crée un champ B4 qui dépend uniquement d’un
facteur géométrique ¢ donné par les valeurs relatives des axes de l'ellipsoide, et dont les
valeurs et abaques sont tabulées en [14]. En pratique, £ varie entre -0,5 et 1 selon la forme
de lellipsoide. L’échantillon liquide de RMN classique, est assimilable a un ellipsoide
de forme tres allongée selon I'axe du champ de 'aimant. On peut donc en tres bonne
approximation supposer Bq comme uniforme dans tout 1’échantillon, avec un facteur &
associé égal a -0,5.

B4 est toujours colinéaire et de sens opposé a ’aimantation M qui le crée, de plus sa
norme vaut :

B = 7| huon| Plé (IL5)

Dans le référentiel du laboratoire Ox, Oy, Oz ou, en premiere approximation, M est sou-
mise a la précession de Larmor autour de By ce champ a donc une composante fixe selon
Oz : Bq - e, et une composante transversale tournant a la méme fréquence que M. La
composante fixe s’ajoute donc a By et vient donc modifier la fréquence de rotation de M
autour de Oz. Le décalage de fréquence? dii au champ dipolaire s’écrit donc :

3
Wq = —55’}/Bd (116)

Les moments de ’interaction dipolaire

Du fait des différentes troncatures expliquées en 1.3.3, les différents moments ///k(i) de
I'interaction dipolaire d'un spin I; peuvent étre définis® comme :

M =6 (IL7)
J

1Un tel champ n’est en toute rigueur défini que pour une aimantation & 1’équilibre avec le champ
extérieur appliqué (ici By), et en dépend donc linéairement [13]§1. Le champ *(r) défini ici a toujours un
sens, équilibre ou pas.

2le facteur 3/2 est dii au fait qu’on observe des spins tous identiques. cf. Réf.[15] par exemple.

3La littérature associée, notamment Réf. [16], les désigne en fait sous le terme de « moments dipolaires
réduits ».
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ot 'on peut prendre, pour simplifier I'écriture, d;; = 0. L'uniformité du champ dipolaire sur
une échantillon RMN assimilable a un ellipsoide implique que %1(1) est en fait indépendant
de l'indice 7 :

%1 = Z(SU = —’}/Bd (IIS)
J

M est donc proportionnel au décalage fréquentiel dipolaire, ou encore a la polarisation
P, et a la concentration n. Il est aussi dépendant de 'orientation de ’aimantation dans
I'espace du fait du facteur géométrique &.

Le calcul des différents moments dipolaires a des ordres de plus en plus élevés permet
de définir a chaque fois plus précisément 1’aspect de la raie dipolaire d’un échantillon. Il
a fait I'objet de plusieurs écrits surtout dans le domaine des solides ol .#5 est beaucoup
plus important. Par exemple, la Réf. [16] donne I'expression du .#, dans un solide en
fonction de la polarisation :

Moy(P) = My - (1 — P?) (11.9)

Le second moment est associé a la largeur de raie due aux interactions dipolaires; ainsi,
la formule I1.9 indique que la polarisation a tendance a affiner la raie de résonance d’une
espece. On verra au contraire qu’en phase liquide, a haute polarisation — pour des raisons
différentes — cet effet a tendance a s’inverser [5, 15].

Les premiers moments permettent donc de décrire partiellement la résonance d'une
aimantation.

I1.2 Les effets dipolaires a longue distance

I1.2.1 Les causes physiques de ces comportements
Un mouvement brownien entrainant une annulation incomplete des couplages

En phase liquide, le mouvement brownien réoriente en permanence les vecteurs inter-
moléculaires. La valeur du couplage dipolaire entre deux spins portés par des molécules
proches, donnée en 1.23, est donc non seulement souvent beaucoup plus faible en valeur
extrémale que pour deux spins de la méme molécule, mais elle est aussi moyennée a 0 rapi-
dement du fait de la dépendance temporelle de 6 et ¢. Ces deux derniers points permettent
donc de négliger toute interaction cohérente entre deux molécules suffisamment proches
pour lesquelles, donc, le mouvement brownien peut étre considéré comme « efficace ».

Les molécules situées a une distance r de la molécule ¢ sont en nombre proportionnel
a r2dr, alors que le couplage dipolaire entre leur spin et le spin I; est proportionnel & r=3.
L’intégration spatiale de 'amplitude de ces couplages dans ’angle solide df) sur une cou-
ronne comprise entre les distances r = a et r = b autour de I; n’a pas de sens physique a
proprement parler mais sa valeur proportionnelle a In (b/a) permet d’estimer que, comme
pour un échantillon solide, les contributions des spins compris entre 1 mm et 3 mm sont
aussi importantes dans le calcul par perturbation que celles des spins distants de 1 nm a
3 nm. En outre, toutes ces molécules éloignées d’un spin I; donné sont extrémement nom-
breuses et peuvent étre considérées comme figées, le mouvement brownien ne modifiant
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que tres peu l'orientation par rapport a By des vecteurs internucléaires les reliant a I;.
Les spins de ces molécules engendrent ainsi chacun un couplage dipolaire certes tres faible
sur le spin I;, mais constant. Du fait de la nécessité de prendre en compte ces couplages
intermoléculaires, il est donc impossible de se ramener au formalisme usuel de la RMN en
phase liquide, dit de la « molécule moyenne », présenté en 1.2.2.

Par ailleurs, la nature de cette interaction dipolaire distante se doit d’étre totalement
différenciée par son caractere non aléatoire des couplages présents dans la théorie de la
relaxation. Cette partie statique de I’hamiltonien dipolaire peut donc étre retranchée par
passage & la représentation interaction afin de ne garder dans # = J4(t) (cf. 1.27) que
la partie aléatoire et responsable de la relaxation.

Une polarisation non négligeable

La polarisation - donc la température de spins 7T - influe aussi sur 'apparition d’effets
dipolaires dus aux couplages longue distance en phase liquide. Considérons pour nous en
persuader un petit volume dV d’échantillon. Il contient ndV" spins. Pour un spin (dipdle)
situé suffisamment loin de dV pour pouvoir recourir a un modele continu, d’'un point de
vue classique, le champ magnétique dipolaire émanant de cet élément de volume sera donc
proportionnel a nPdV, de méme que la somme des couplages entre le spin considéré et
les spins inclus dans dV. Ce schéma simple explique bien pourquoi les effets dipolaires,
longtemps inobservables expérimentalement du fait de la faiblesse de la polarisation des
échantillons a I'étude, ont souvent été négligés par le passé.

I1.2.2 Les problemes formels associés
Espace d’écriture de la matrice densité

La matrice densité ne peut donc étre réduite a un petit espace de Liouville indépendant
de N, et doit au contraire étre écrite sur les dimensions de .2 (H), espace des applications
linéaires de H dans lui-méme. Négligeons dans un premier temps la relaxation ; dans ce cas,
en l'absence de couplage spins-réseau, la polarisation du systeme de spins reste constante.
Sa température de spin Ty = h/kf; est distincte de la température T' du réseau, et elle
est définie en fonction de la polarisation P comme indiqué en II.10.

huw
T, = 2—]:(arctanhP)1 (I1.10)

On peut écrire la matrice densité dans cet état métastable, en partant de 1.13, sous la
forme

-N
Peq = (2 cosh 532000) H g~ Pawol: (IL.11)

La formule précédente peut se simplifier considérablement pour des spins /=1/2 :

Vk >0, (1% =271, (1) =2x 200
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Donc en développant chaque exponentielle dans la formule II1.11 puis en séparant les
puissances paires et impaires :

N N +4oo 2k 2k+1
ﬁswo N ﬁsw() ﬁswo 4
Peq = (QCosh 5 H E 5 1-2 5 I

i=1 k=0
soit encore apres simplification par cosh’ % :

pea=2"]]1-TL) (I1.12)
ol

T = 2 tanh 200 (I1.13)

et 1 est 'opérateur-unité de £ (H).

La non-linéarité due aux basses températures de spin

La théorie usuelle de la RMN en phase liquide considere des échantillons de spins
macroscopiques et pris a la température ambiante Ty = 300 K (5y = h/kTp). Dans ce cas,
Iargument des exponentielles dans la formule II1.11 est de norme tres inférieure a 1 : en
effet, pour l'espece 'H dans un champ de 11,7 T, le facteur Bowp = 8 - 107°. Cette haute
température permet donc de ne conserver que les ordres 0 et 1 en Swy pour 5 <K wy L.

pil =2~ (1 ~T> I;‘) (11.14)

avec en ce cas-la J ~ [fhwy. Cette approximation permet de calculer I’évolution de p(t)
méme pour des séquences de plusieurs dizaines d’impulsions lorsqu’on y adjoint le for-
malisme de molécule unique. Par contre, une telle troncature annule les effets dipolaires
intermoléculaires.

Cependant, comme on 'a vu dans la section précédente, il est nécessaire d’atteindre
de basses températures de spin pour observer ou exacerber les effets dipolaires a longue
distance (au moins pour les especes diluées). Dans le cas du xénon hyperpolarisé utilisé
pour les expériences décrites par la suite, on atteint des polarisations hors-équilibre de
P ~ 15 — 25%, soit des températures de spin T, de I'ordre de 10 a 20 millikelvin, dans un
champ de 11,7 T. Avant toute relaxation vers sa valeur d’équilibre, le facteur Bw, de 12?Xe
est alors de I'ordre de 0,5. L’approximation a 'ordre 1 de peq écrite en I1.14 n’est donc en
aucun cas valable. Par exemple, l'effet Goldman-Desvaux [11] ou l'effet CRAZED [17, 18]
ne peuvent étre décrits en utilisant ’écriture de la matrice densité initiale sous la forme
I1.14 au lieu de sa forme non linéarisée. Le facteur concentration est de plus essentiel dans
ces deux cas.

Ainsi, la description des effets dipolaires a longue distance requiert un formalisme
extrémement lourd : espace tensoriel de 4" dimensions pour p, développement limité des
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fonctions exponentielles matricielles dans I1.11 & 'ordre 2 ou plus. .. Il est donc indispen-
sable de passer par une méthode de simplification pour exploiter ce formalisme mis en
place; divers procédés ont déja été élaborés pour y parvenir, que nous détaillerons dans
le paragraphe suivant.

I1.3 Traiter les couplages a longue distance

Par la suite, nous ferons ’hypothese moins restrictive que T} est tres long devant les
temps d’évolution des différentes cohérences. Par conséquent, la matrice densité présentée
en II.11 reste bien valable pour des temps inférieurs a 77. Ceci revient en fait a supposer
que la matrice densité commute avec I’hamiltonien Zeeman.

L’évolution de la matrice densité totale nous permet de décrire exactement la dyna-
mique des spins de ’échantillon. Si I'on néglige toutes les corrélations entre spins, on peut
écrire p(t) sous la forme totalement factorisée 11.15, ot o;(¢) est la matrice densité réduite
a l'espace Z(H;). Il est possible que p(t) adopte une forme factorisée de fagon anecdo-
tique, donc pour des temps t bien précis — et non tout au long de son évolution —, c’est le
cas notamment dans 1’état de régime décrit par I’équation I1.11, ou immédiatement apres
une impulsion radiofréquence idéale émise a la fréquence de résonance des spins [17, 19].

p(t) = 01(t) ® oa(t) @ --- @ on(t) (IL.15)

Cela dit, des corrélations existant entre les spins du fait des couplages dipolaires, la ma-
trice densité se présente en général sous une forme développée [17], c’est-a-dire sous la
forme d’une somme de cohérences pondérée par des coefficients tout a fait générale, et qui
n’admet pas d’écriture tensorielle. On reviendra sur les hypotheses d’inexistence de cor-
rélations entre spins dans I’échantillon en I1.4.4, et sur les différents traitements proposés
dans la littérature pour rendre compte de ses effets sur p(t).

Les positions de chaque molécule de I’échantillon forment un ensemble de 3N variables
aléatoires, qu’on notera x;(t), y;(t) et z;(t) pour la molécule ¢ dans le référentiel du la-
boratoire. En outre, un grand nombre de couples de cet ensemble de fonctions possedent
des corrélations non nulles du fait des chocs élastiques entre molécules. Contrairement au
formalisme de la RMN de I'état solide qui présuppose une matrice rigide, I’hamiltonien
dipolaire en phase liquide 7%;, est donc une fonction aléatoire dépendant de chacune de
ces variables :

Hip = Haip (1, 04(1)) , Vi € [1, N],Va € {z,y, 2}

C’est donc également le cas pour les opérateurs 77 et p. On voit donc que, si I'on considere
individuellement chaque molécule afin de prendre en compte tous les couplages dipolaires
intermoléculaires dans 1’échantillon, le calcul de p(t) qui s’ensuivra ne pourra avoir qu’une
signification statistique vis-a-vis de ces différentes variables aléatoires.

Dans les sous-sections qui suivent, on présentera deux approches déja présentées dans
la littérature, respectivement par J. JEENER et W. WARREN en chefs de file. Nous discu-
terons dans la partie V un troisieme traitement des effets dipolaires basé sur les fonctions
de corrélation des couplages dipolaires intermoléculaires.
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I1.3.1 La vision « semi-classique »

Un premier procédé [18, 19], décrit en détail entre autres par J. JEENER pour arriver a
une telle évolution statistique consiste a abandonner la vision d’une matrice densité totale
et a utiliser les valeurs macroscopiques classiques du champ dipolaire et de radiation
damping. On considere I'ensemble des o;(t), matrices densités individuelles qu'on peut
exprimer chacune sur la base de I; seulement. On peut alors réaliser la moyenne statistique
de o; sur toutes les réalisations possibles du mouvement brownien. Les grandeurs obtenues
sont notées classiquement p;(t) et vérifient toujours le systeme :

Vi e [1, N], QT@) = —1 |y —m; - (By(r,t) + Br,d,(t)),T(t)] (I1.16)

ot

L’opérateur moyen présent dans la premiere partie du commutateur respecte les criteres
d’un opérateur hamiltonien, et de méme o;(t) présente tous les caractéres formels d’une
matrice densité malgré le passage a la moyenne [19]. Le systeme précédent échappe a la
résolution classique d’un systéme de von Neumann [1, 18] pour plusieurs raisons, notam-
ment, car les champs macroscopiques By et B, 4 - donc également I'hamiltonien f%’ff - sont
des observables qui dépendent explicitement des o;(t), ce qui rend le systeme non-linéaire.
Cela dit, si 'on connait ezactement la condition initiale {o;(t)}, le systeme peut étre li-
néarisé, et devient théoriquement soluble pour cet ensemble donné de conditions initiales
uniquement. En 1’état, le systeme est donc constitué de N équations a N inconnues, et
les dépendances temporelles dues au mouvement brownien sont annihilées par le passage
a la moyenne.

Lorsque les variations du champ By et de la densité de molécules sont faibles & 1’échelle
de la distance intermoléculaire moyenne (cas d’une matrice semi-rigide), il est plus inté-
ressant de passer a la limite continue en abandonnant la description spin par spin au
profit d’une variable de position r. Le nouvel opérateur ainsi défini p(r,t) réunit encore
les criteres d’une matrice densité. Pour un flux moyen nul en tout point mais en présence
de diffusion brownienne, on peut alors écrire :

9
ot

(r,1) = = [H — m; - (Ba(r, 1) + Bra (1)), p(r, )] + DAr (p(r, 1) = peq(r; 1)) (IL17)

ou 7 est I'indice d’'une molécule quelconque proche de r a I'instant ¢ et D est la constante
de diffusion dans le milieu de I’espece chimique considérée, a la température T'. peq dépend
a priori de r dans 'hypothese d’'un champ statique faiblement inhomogene.

Cette méthode « semi-classique » permet donc de rendre compte des différents effets
dipolaires comme l'effet du champ dipolaire global sur chaque spin. Les couplages dipo-
laires individuels spin-spin sont cachés par cette définition macroscopique de By (cf. 11.3).
Tel quelle, cette méthode ne requiert donc pas de définir des cohérences intermoléculaires.

D’autre part, le procédé de calcul décrit dans ce paragraphe requiert deux moyennes :
une premiere effectuée sur ’ensemble des réalisations possibles du mouvement brownien,
et une autre sur ’ensemble des molécules comprises dans un petit élément de volume
dV autour de la position r. L'une comme 'autre requierent donc de définir (de maniére
explicite ou non) des limites et ensembles de sommation qui dépendent notamment de
I’homogénéité du champ statique, de la température et du milieu chimique a I’étude.
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La méthode a par contre I'avantage de la simplicité, et permet aussi bien (en prenant
les traces de I’équation précédente nTr{m;p(r,t)}) de retrouver les équations de Bloch
dans leur acception mésoscopique pour une aimantation dépendant a la fois du temps
et de la position que de calculer I’évolution de cohérences plus complexes, contrairement
a une approche entierement basée sur les équations de Bloch classiques. C’est donc sur
celle-ci que sont basées les méthodes de simulations numériques.

I1.3.2 La méthode Warren : une matrice semi-rigide
Simplifier ’hamiltonien dipolaire

Une autre méthode, introduite entre autres par W.S. WARREN [17, 20] est fondée sur
la remarque qu’a I’état liquide, la diffusion brownienne ne permet jamais que deux spins
I; et I; portés par des molécules différentes interagissent de facon cohérente grace a leur
couplage dipolaire, autrement que pendant un temps tres court [17] :

e 0;;7 < 1 pour deux spins proches, 7 étant le temps moyen de réorientation inter-

moléculaire.

e );;At < 1 pour deux spins éloignés, At étant l'intervalle de temps sur lequel se

déroule I'expérience.
Cette remarque sur le couplage d’une paire de spins n’interdit pas par contre la possibilité
d’existence de cohérences multi-spins intermoléculaires globales. Dans le cas considéré,
c’est-a-dire sur des spins de molécules toutes différentes, aucun couplage individuel avec
un spin I; n’a donc d’effet prépondérant sur la dynamique d'un spin I; quelconque, et
seule la somme des couplages de I; avec I'ensemble des spins est importante. Dans le cas
d’un échantillon macroscopique contenant N ~ 10 spins, on choisit donc d’ignorer les
paires de spins les plus proches, qui sont en petit nombre, et dont le couplage dipolaire,
fortement dépendant du temps du fait du mouvement brownien, n’agit pas en moyenne.

La méthode consiste ainsi a ne garder dans I’hamiltonien dipolaire que les couplages
a longue distance, qui peuvent étre considérés comme indépendants du temps sur des
échelles comparables a T5, en négligeant les oscillations aléatoires de ces couplages. 1l faut
donc définir une distance de coupure minimale ry en-deca de laquelle le couplage entre
deux spins I; et I; est moyenné par le mouvement brownien sur 'intervalle de temps de
I'expérience At, et pour laquelle on négligera le couplage : 6;;(r < r9) = 0. Il est donc a
noter qu’au moins théoriquement, la valeur de ry qu’on choisit dépend du temps, contrainte
difficilement contournable du fait de la non-stationnarité du mouvement brownien. Cela
dit, les effets de I'hamiltonien dipolaire simplifié S’ = 5% + %, sur p ne dépendent
pas de la valeur choisie pour 1o [17] dés I'instant que la proportion de termes annulés
reste négligeable (ce qui est typiquement vrai pour rq ~ 10 um, valeur physiquement
acceptable).

Intuitivement, on peut donc prévoir que cette simplification doit aboutir a la descrip-
tion d’'un milieu possédant certains aspects de 1’état solide et d’autres propriétés d’'un
milieu liquide :

e les cohérences entre spins éloignés sont possibles; dans notre cas d’un échantillon

liquide, on les définira comme cohérences intermoléculaires,

e au contraire, le spectre des spins de la matrice rigide ainsi définie, contrairement
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a un solide, n’est pas soumis a 1’élargissement de raie dii aux couplages dipolaires
entre spins proches,

e tous les couplages étant considérés constants, la relaxation dipolaire, intrinseque-
ment due a la variation temporelle des couplages entre spins distants (c¢f. 1.29),
devient inopérante.

Simplifier la matrice densité

L’hamiltonien réduit .77 qui résulte des simplifications précédentes a la caractéristique
essentielle d’étre indépendant de t. La donnée des positions initiales des molécules et de
p(t = 0) permet donc de définir exhaustivement I’évolution de chacune des cohérences.
Cela permet en outre d’écrire la dérivation de I’équation de Liouville-von Neumann 1.12
par rapport a t sous la forme suivante :

() = — [, [, p(1)] (IL18)
et de maniere générale a l'ordre n de dérivation :
P () = (<) [ (A 1A p(0)]) ) (IL19)

ou n commutateurs sont imbriqués successivement. Le développement de p(t) en série de
Taylor en ¢t = 0 s’écrit donc

)"

p(t) = (n? ([ p(t =0)]] (11.20)
n

L’évolution de p étant linéaire par rapport a la condition initiale p(t = 0), on peut donc

calculer indépendamment I’évolution de chaque cohérence pour reconstruire 1’évolution

d’une superposition donnée de cohérences p(t = 0).

Il reste maintenant a définir les cohérences jouant un role dans 1’évolution des cohé-
rences observables, autrement dit, le plus petit ensemble possible de coefficients de p dont
le calcul est nécessaire. La troncature de I’hamiltonien dipolaire présentée en 1.3.3 est
faite de telle fagon que 73, commute avec I’hamiltonien Zeeman donc avec 'opérateur
ST I Ainsi, les effts dipolaires considérés conservent 1'énergie Zeeman d’une matrice p(t)
donnée et ne peuvent influer sur (I,). Donc, pour le présent calcul, seules les cohérences
intervenant dans la création ou la destruction des opérateurs transversaux apres un ordre
n quelconque de commutations avec %’éip doivent étre conservées.

Les criteres de sélection et de coupure de I'’hamiltonien sont décrits par Warren en
RéEL.[17] et revues en Réf. [20]. On en rappelle ici les principaux résultats :

(1) tout terme en J%3_ 5% et d’ordre supérieur peut étre négligé du fait de la petitesse
de chaque couplage direct individuel |d;;t|max < 1

(2) seules les cohérences de type ILIZIFIL ... & n spins et 1 quantum, peuvent produire
/

des cohérences observables de type I, au bout de n — 1 commutations avec JZ3; .

(3) si ILIZIFI! ... est une cohérence a n spins, seul le chemin le plus court vers I (donc
celui comprenant n — 1 commutations enlevant chaque fois un ordre a la cohérence)

doit étre conservé.
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Supposons qu’apres une impulsion courte (B; > By) autour de 'axe Oy et d’angle
final 0, en partant de pe, présentée en I1.12 - donc sans I'hypothese de haute température
- la matrice densité a t = 0 se présente sous la forme :

p(t=0)=pg, =27V 1_[(1Z — JcosOI' —1.JsinOI') (I1.21)

Toutes les cohérences de la forme introduite dans le point (1) ci-dessus sont a priori
présentes dans la nouvelle matrice densité, avec toutes des coefficients dépendant exclusi-
vement de leur ordre n, soit =27V J"(— cos #)" ! sin . Les régles de chemin et de sélection
présentées ci-dessus permettent par ailleurs d’affirmer qu’une cohérence d’ordre n n’in-
terviendra que dans le calcul de la (n — 1)-eme dérivée de p(t) dans le développement en

série de Taylor I1.20.
Les régles énumérées précédemment nous permettent donc de définir py(t), projection
de p sur le sous-espace des cohérences d’ordre n a 1 quantum :

p(t) = 27N 7sin6 Z {I; cos (—jt cos 9% Z 0y + wot) + I?j sin (—Jt cos 9% Z dij + wot)]
i i i
(I1.22)

Cette méthode permet donc de calculer de fagon simplifiée ’évolution de la FID apres un
nombre quelconque d’impulsions, et permet de caractériser certains effets exclusivement
dus aux couplages dipolaires a longue distance dans I’échantillon. Cherchant par exemple
a évaluer (M)

. _,3
<M+> — _Nj sin eezwot ZQJcoseﬁlt

on voit bien apparaitre l'effet décrit par Edzes [12] : la fréquence centrale du pic change
en fonction de ’angle 6 de I'impulsion initiale. Par contre, pour une séquence de plusieurs
impulsions, on ne peut négliger les cohérences a plusieurs quanta que pour 1’évolution de
p apres la derniere impulsion.

La méthode présentée a donc 'avantage de prédire de fagon assez simple I’évolution
de la FID apres une séquence d’impulsions [21], mais ne permet pas d’incorporer formel-
lement la relaxation dipolaire. En outre, I'amortissement cohérent, dont on n’a pas tenu
compte dans ce chapitre, complique fortement le calcul et fait notamment tomber la regle
de sélection (2). D’autre part, l'effet des couplages dipolaires durant une impulsion est
ici négligé, ce qui a peu d'importance en pratique pour une séquence RMN usuelle, mais
cette remarque deviendra importante dans le cas des masers spontanés — ou le passage
dans le plan transversal se fait sous I'impulsion du champ de radiation damping, 4, lar-
gement inférieur en norme a une impulsion radiofréquence émise par 'amplificateur du
spectrometre — ou pour I'expérience PIDER, cas pour lesquels les effets dipolaires pendant
le passage dans le plan transversal ne peuvent étre négligés.

II.4 Quelques effets connus

Depuis une quinzaine d’années apparaissent, dans les résultats de certaines expériences,
des effets visibles des couplages dipolaires a longue distance entre spins d’un échantillon
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en phase fluide. A chaque fois, 'aimantation volumique due a une forte concentration
et/ou une forte polarisation est un critere majeur quant a la prégnance de ces effets.

I1.4.1 Les échos dipolaires multiples

L’observation d’échos dipolaires multiples a été réalisée pour la premiere fois en 1979
[22] dans un échantillon de 3He cristallisé. En 1'absence d’effets dipolaires collectifs, la
séquence décrite en figure I1.1 devrait générer, dans un gradient de champ constant, un
unique écho. Or en présence d’un champ dipolaire intense, le gradient refocalise le champ
dipolaire local a intervalles de temps réguliers, créant des échos successifs comme on peut
le remarquer en figure I1.2.

/2 /2
phase =¢ phase=0

Equil. Acquisition
(] (]

Time
T T2

to to+ 1y to+t7y+12

Fia. II.1 — Drapres [19]. Séquence permettant d’obtenir des échos dipolaires pour des
échantillons suffisamment concentrés. Les e indiquent les temps auxquels apparaissent les
échos successifs.

Chaque écho n indique la présence dans la matrice identité avant la deuxieme impulsion
de cohérences intermoléculaires a n quanta. La hauteur du n-ieme écho est proportionnelle
a Jn(nyBym) : cette modulation est clairement visible sur la figure I1.2.

90 90

T=15.7ms,50ms/div.

F1G. I1.2 — D’apres [22]. Echos dipolaires dans *He solide observés par G. DEVILLE et al.
en 1979.

I1.4.2 Le regroupement spectral

Le regroupement spectral a été mis en évidence expérimentalement pour la premiere
fois par I'équipe de P.-J. NACHER dans le cas de 3He hyperpolarisé et dissous dans “He
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F1G. I1.3 — D’apres [26]. Spectre obtenu apres une impulsion d’angle /32 pour un échan-
tillon de 3He hyperpolarisé (P ~ 56%) et dissous dans *He. Les pics fins se détachant de
I’enveloppe du spectre sont caractéristiques du phénomeéne de regroupement spectral ou
« spectral clustering ».

liquide [23, 24], puis dans le cas de 1?Xe hyperpolarisé liquide [25]. La figure I11.3 montre
un exemple de regroupement spectral obtenu pour un échantillon de *He hyperpolarisé.

Plus généralement, cet effet est en théorie observable en réponse a des petites im-
pulsions (typiquement 6 < 30°) des I'instant ou le systeme a I’étude génere un champ
dipolaire (homogene ou non) comparable ou supérieur aux variations du champ Bg(r)
sur I’échantillon [27]. Dans ce cas, le spectre ne reflete plus simplement la convolution
des distributions dipolaire et Zeeman. Le phénomene en question est de plus chaotique
en ce sens qu’il dépend tres fortement des conditions initiales d’inhomogénéité du champ
Bo(r,t = 0). Cet affinement local de I’enveloppe du spectre correspond & I'apparition de
modes spatiaux dans I’échantillon : des sous-ensembles de spins arbitrairement éloignés se
mettent a précesser de maniere cohérente a la méme fréquence. Ces modes spatiaux qui
apparaissent apres I'impulsion sont systématiquement stables pour des angles 6 < 7 /4,
mais peuvent devenir instables pour des impulsions plus grandes selon la diffusion : on
assiste alors non seulement au regroupement spectral, mais aussi a une modification du 75
apparent selon I'angle d’impulsion 6. Plus 6 est grand, plus le signal décroit rapidement
[26].

L’existence et la longévité de ces modes spatiaux apres 'impulsion est étroitement
reliée a la valeur moyenne de ||Bgy|| sur I’échantillon, donc a P qui est linéaire par rapport
a cette derniere variable (tout au moins dans l'approximation du champ moyen). Les
simulations de J. JEENER présentées en figure I1.4 illustrent bien la dépendance de 'effet
de regroupement spectral vis-a-vis de I'intensité du champ dipolaire Bgy.

Le traitement théorique de cet effet, effectué par J. JEENER [19, 27] requiert de passer
a la limite continue : les spins situés dans un volume dV autour de r sont pris en compte
de maniere classique et pris en moyenne dans des petits éléments (ou « voxels ») de
volume d’aimantation M(r,t). L'effet de regroupement spectral, conséquence conjointe
des inhomogénéités du champ By et du champ dipolaire créé par I’aimantation, est donc
un effet purement classique qui ne requiert pas de formalisme quantique.
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Fic. II.4 — (A) - D’apres [19]. Simulation de la suppression de I'élargissement di a
I’inhomogénéité de By par le regroupement spectral. La valeur B;/A By est indiquée a gauche
des spectres. (B) — D’apres [27]. Simulation des fréquences de rotation pour un modele de
huit spins placés sur les coins d’un cube. Le regroupement spectral est visible ici par la
disparition de certaines fréquences, pour un champ dipolaire croissant, au profit des deux
fréquences centrales.

I1.4.3 L’expérience razed

L’expérience nQ-CRAZED fut inventée par I’équipe de W. S. WARREN. Elle a pour
but de mettre en évidence la création par une impulsion d’angle 6 quelconque de cohérences
a n quanta intermoléculaires. La séquence utilisée, illustrée en I1.5, est celle d'un COSY

modifiée par 'ajout d’une paire de gradients de coefficients (1, n) autour de la deuxieme
impulsion 7/2.

) "
GT nGT
t 1)

Fic. II.5 — D’apres [28]. Séquence d’impulsions et de gradients de Dexpérience
nQ-CRAZED, sélectionnant les cohérences intermoléculaires & n quanta. Pour n # 1 (écho
de gradient), aucun signal n’est attendu par la théorie usuelle de la RMN.

Cette expérience date de la découverte en 1993 de pics croisés sur un spectre 2D
suggérant des cohérences intermoléculaires entre la biomolécule a I'étude et I'eau utilisée
comme solvant [29]. La figure I1.6 montre ces pics croisés résultant d’un séquence 2Q-
CRAZED appliquée a un échantillon de fibronectine dans I'eau. Il est intéressant de noter

41



que pour peu qu’on abandonne ’approximation de haute température — donc en prenant a
’équilibre la forme peq donnée en I1.12, il est possible de calculer par la méthode exposée en
I1.3.2 I’évolution de (M) (t) [28]. Cela dit, le traitement quantique n’est pas indispensable
pour retrouver ces résultats [19, 28]. Les deux méthodes donnent pour I'expérience 2Q-

Fy (ppm)
8.0 6.0 4.0 20 0.0 8.5 8.0 7.5 70
: .'L 2 —— -é—l
-1000§ ao00dl ' |
- | -10004
04| ' j
w i -800] i |
T |
W 1000 ,
- 600
2000- o Lo i
3000- e ' I
0_
4000 - ——- - — T
1000 0  -1000 -2000 -3000 1800 1600 1400 1200 1000 800 600
F, (Hz)

F1a. I1.6 — D’apres [29]. A — Spectre 2Q-CRAZED d’un échantillon de fibronectine dans
de 'eau. Les pics croisés sont caractéristiques de cohérences intermoléculaires a 2 quanta
solvant-soluté. B — Agrandissement du premier quadrant de A.

CRAZED l’évolution de (M, )(t) en :

J2(2&t2)

<M+>(t1, t2> = ZMOe_Z2AtheZAwt2
O{tg

(11.23)

ol « est un parametre dépendant de 'orientation de I'axe du gradient par rapport a By
ainsi que du rapport 1/yugMy, Aw est le décalage entre la fréquence de la porteuse et la
fréquence de résonance des spins situés sur la tranche z = 0, et M est 'aimantation avant
la premiere impulsion. J5 est la fonction de Bessel de type 5 d’ordre 2. Le calcul néglige en
outre la relaxation longitudinale et transversale pendant le temps de mélange ¢; ainsi que
la relaxation transversale pendant le temps d’évolution t,. L’évolution temporelle dans la
dimension indirecte se fait a la pulsation 2Aw ce qui justifie 'appellation 2Q-CRAZED,
expérience a 2 quanta.

Les cohérences intermoléculaires sont depuis utilisées en IRM notamment afin d’aug-
menter le contraste des images de certains tissus biologiques [30, 31], ou encore en RMN
dans des champs inhomogenes [32].

11.4.4 L’effet Goldman-Desvaux

Cet effet a été observé pour la premiere fois par M. GOLDMAN et H. DESVAUX en
1996. Il montre la modification de la hauteur relative des pics sur le spectre RMN d’un
doublet J apres une impulsion d’angle # variable, du fait du champ dipolaire présent dans
I’échantillon.
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Supposons que la molécule a I’étude ne possede plus un spin 1/2 unique comme on
en a fait ’hypothese au début de ce chapitre, mais qu’elle porte deux spins 1/2 I et S
possédant un couplage scalaire d’amplitude J. I et S peuvent ou non étre de méme type
(cas homo- ou hétéronucléaire). Les deux résonances du doublet correspondent dans la
FID aux évolutions temporelles :

(1)1 (1) = (L (5 + S (1)

(1L)2(0) = (145 — 8)(0)

Appelons .} le premier moment du couplage dipolaire du spin I; vers tous les autres
spins [; :

M= 5y (11.24)
J

et
b= ///1<Ig>

apres une impulsion d’angle 6, (I7) vaut environ —fwq cos /4, ceci quel que soit I'indice
7. On peut alors calculer le rapport des hauteurs des pics :

(D0 14 bl
AR Y,

et non 1 comme le prédit la théorie classique de la RMN. La figure I1.7 illustre bien
expérimentalement ce « déséquilibre » entre les résonances d’un doublet due aux effets
dipolaires dans le cas d’'un solvant organique. La description théorique de cet effet, pré-
sentée en Réf. [11], présuppose I'absence de corrélations, pour un échantillon possédant
un tres grand nombre de spins NV, entre deux spins suffisamment éloignés. On rediscutera
de cette hypothese qui peut étre sujette a caution dans le cas des basses températures
de spins, ce qui peut introduire de grandes complications dans le calcul, notamment en
invalidant I’hypothese du champ moyen.
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Fi1G. II.7 — Drapres [11]. Variation avec 1'angle § de basculement de 'aimantation du
rapport des intensités des résonances du méthyle dans un échantillon de di-isopopropyléther.
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Chapitre 111

L’hyperpolarisation de *’Xe par
pompage optique

III.1 Pompage optique et échange de spins

Comme on I’a vu en introduction, '’hyperpolarisation du xénon est I’étape préliminaire
aux expériences sur les couplages dipolaires présentées ici. L'intérét majeur de 'emploi
du xénon, gaz rare, est que celui-ci ne crée pas ou peu d’associations avec les especes en
présence dans I’échantillon sur lequel sera menée l'expérience RMN. Ainsi, ils peuvent
donc étre facilement dissociés des solvants présents dans 1’échantillon, et modifient aussi
tres peu la chimie des especes observées, donc leur spectre. Il existe plusieurs principes de
polarisation de gaz rares basés sur le pompage optique [33, 34], mais nous ne présenterons
ici que la méthode utilisée au laboratoire, a savoir I’échange de spins en phase gazeuse
entre le xénon et le rubidium pompé optiquement par laser.

I1I.1.1 Aspects généraux

A. KASTLER a présenté le principe de pompage optique pour la premiere fois en 1950
[35]. Ce dernier consiste a augmenter sélectivement la population de niveaux hyperfins
atomiques au moyen d’une irradiation des atomes par une lumiere polarisée, en présence
d’un champ magnétique aligné avec I’axe de propagation de la lumiere. Une fois le régime
stationnaire atteint, on aboutit a une forte augmentation de la polarisation électronique.
En 1959, BOUCHIAT et al. ont montré que des atomes alcalins dont la polarisation électro-
nique était ainsi augmentée pouvait transférer leur polarisation au spin nucléaire d’un gaz
noble (dans ce cas-la 3He) en contact direct avec eux, en phase gazeuse [36]. Ce principe,
baptisé « pompage optique destiné a 1’échange de spins », et la méthode-clé permettant
d’hyperpolariser du xénon [28, 37-41].

I11.1.2 Caractéristiques de la méthode d’échange de spins

L’hyperpolarisation du spin nucléaire de xénon peut étre vue comme un processus en
deux étapes distinctes. La premiere consiste a obtenir une forte polarisation des atomes
alcalins, et la seconde concerne le transfert de cette polarisation vers le spin nucléaire du
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gaz rare. Cette séparation n’est pas purement schématique, et correspond a une séparation
physique de ce deux événements, qui interviennent en effet sur des échelles de temps tout
a fait différentes.

Le pompage optique d’une espece alcaline

En présence d'un champ magnétique statique et pour une pression totale dans I'en-
ceinte assez grande pour décorréler totalement les niveaux de spins électroniques et ato-
miques [41], Pétat fondamental de 'électron (25 2) n'est plus dégénéré. L’atome est irradié
par une lumiere de polarisation circulaire de longueur d’onde correspondant a la transi-
tion électronique 25 /2 —2 P /2 (transition D1 d’un alcalin). Un photon d’'un tel faisceau
lumineux possede un moment cinétique 7 = +1, selon le sens de rotation de la lumiere
par rapport a I’axe du champ magnétique. Ce choix entre +1 et —1 peut étre modifié
en tournant d'un angle de 90° la lame quart-d’onde positionnée entre la source laser de
polarisation rectiligne et I’enceinte contenant les atomes, ou encore en inversant le sens du
champ magnétique. En conséquence de la conservation du moment cinétique, une seule
des quatre transitions possibles est autorisée (m, = +£1/2 — m; = F1/2).

my
- 72
Z 8 -1/2
D1 O+
794.7 nm G g\??
+1/2
*Sin a
-172
B=0 B#0
Fi1G. II1.1 — Diagramme des niveaux d’énergie du rubidium pour Iétat fondamental et

le premier état excité. Chacun de ces états est dissocié en deux sous-états en présence d’un
champ magnétique B. On fait ici ’hypothése que l'interaction avec le spin nucléaire du
rubidium est négligeable.

Considérons pour plus de clarté I'exemple suivant : faisons I'hypothese que comme
on peut le voir en figure III.1, la polarisation de la lumiere incidente est o,. La seule
transition autorisée est celle entre le sous-niveau m, = —1/2 de 25, /2 et m; = +1/2
de 2P, /2. Ainsi, méme si la raie spectrale de I'onde excitatrice n’est pas suffisamment
étroite pour exciter sélectivement I'un des deux sous-niveaux hyperfins my = £1/2; la
conservation du moment suffit a discriminer les quatre transitions. Apres avoir absorbé
un photon, atome est dans un état excité (2P /2), ot il peut échanger son état de spin
lors de collisions avec d’autres atomes alcalins, ou de facon plus fréquente! avec le xénon,
mais in fine la désexcitation vers les niveaux inférieurs en énergie est inévitable, soit en
émettant un photon, de polarisation alors aléatoire, soit par un phénomene non-radiatif
de relaxation.

!'Dans les montages expérimentaux décrits dans la bibliographie, la pression partielle de xénon dans
le mélange gazeux est bien supérieure a celle du rubidium.
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Conséquemment, I’état final de 'atome est donc un état S, avec my; = +1/2 avec des
probabilités égales pour chacune de ces possibilités, dans les conditions expérimentales
usuelles. Dans I'exemple décrit ici, un seul de ces sous-niveaux (ms; = —1/2) peut absorber
des photons. Il s’ensuit que le processus de pompage optique réorganise continuellement
les populations relatives de 1’état fondamental. Lorsqu’on atteint le régime stationnaire
de ces populations, au moyen d’une irradiation par un faisceau laser continu, on obtient
une dépopulation totale du sous-niveau m; = —1/2, soit donc une polarisation totale de
I’état de spin électronique. Comme dans ce cas, on considere que les niveaux nucléaires
n’interviennent pas, seuls les niveaux électroniques sont concernés; en pratique, 1’échelle
de temps nécessaire avant d’atteindre le régime stationnaire est typiquement de 'ordre de
quelques millisecondes.

Polarisation d’un spin nucléaire par échange de spins

Grace au pompage optique, le spin électronique de ’alcalin peut étre entierement pola-
risé. Par échange de spins ou, pour utiliser un terme plus classique en RMN, par relaxation
croisée, cette polarisation affecte la polarisation de toute espece chimique présente dans
la cellule de pompage — en particulier, les spins nucléaires au temps de relaxation bien
plus grands que les spins électroniques. En phase gazeuse, le spin électronique de 1’alcalin
est couplé aux spins nucléaires des autres especes, notamment le xénon, par relaxation
croisée dipolaire. Pour ce dernier, il est nécessaire de prendre en compte dans 'interaction
dipolaire totale le terme de contact de Fermi, indispensable pour annuler la divergence de
'interaction dipolaire en r=2 & r = 0. Ce terme correspond & la densité locale des spins
nucléaires a 'emplacement du noyau [42]. Ce phénomeéne de relaxation croisée est carac-
térisé par une densité spectrale (ou, de maniere équivalente, une section efficace d’échange
de spins). Il dépend notamment de l'interaction moléculaire entre I'alcalin et les autres
especes chimiques en présence. Ces interactions peuvent étre des collisions rigides a deux
corps ou & trois corps?, ces dernieres étant responsables de la création de molécules de Van
der Waals de courte durée de vie (cf. figure 111.2) [43]. Enfin, les vitesses de relaxation
croisée dépendent du champ magnétique auquel est opéré le pompage optique.

Du fait de la présence de la lumiere polarisée, cette voie alternative de désexcitation
de I'état my = £1/2 ralentit 1’établissement du régime continu de la population de spin
électronique de 'alcalin. Ce régime est malgré tout rapidement atteint ; en outre la polari-
sation nucléaire de 'espece étrangere (ici, le xénon) est déplacée de son niveau a I’équilibre
thermique pour atteindre un niveau de polarisation plus grand. La durée caractéristique
de cette évolution est comparable au T de I'espece, typiquement de quelques secondes
a quelques minutes selon la pression totale et la température. On est donc bien, comme
annoncé au début de cette section, sur une échelle de temps totalement différente de celle
décrite pour le pompage optique de l'espece alcaline, et il est bien légitime de parler de
deux étapes successives et séparées.

20n ajoute généralement une forte pression de No dans 'enceinte pour augmenter la pression totale
et jouer le role de gaz-tampon
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Fic. II1.2 — D’apres Happer et al. [33]. Représentation schématique des deux types
d’interactions Rb—Xe pouvant donner lieu & une relaxation croisée entre le spin électronique
de Rb et le spin nucléaire de Xe. (A) — Collision simple entre deux atomes. La fréquence
de telles collisions est importante, mais le temps de corrélation dipolaire associé a cette
interaction est trés court. Néanmoins, ce type de collisions prédomine & haute pression. (B)
— Collision a trois corps créant une molécule instable de Van der Waals Rb—Xe. La durée de
vie de ces molécules dépend de la pression totale dans ’enceinte. A faible pression, le temps
de corrélation dipolaire associé est beaucoup plus long que le type (A), assurant ainsi un
échange de spins bien plus efficace, en particulier via le terme de contact de Fermi.

II1.2 Le polariseur construit au laboratoire

Deux polariseurs différents coexistent au laboratoire, utilisant la méme pompe optique,
a savoir un laser Spectra-Physics titane :saphir (modele 3900S) pompé par un laser a
argon ionisé Spectra-Physics (modele continu 2040, accordable entre 450 et 520 nm et
muni d’un asservissement de faisceau). L’un de ces polariseurs permet la production de
xénon hyperpolarisé sous forme gazeuse directement injectable dans un tube RMN ; 'autre
polariseur permet une production d’une quantité fixée au préalable de xénon solide, d'un
emploi donc moins direct mais atteignant généralement des taux de polarisation finale
supérieurs. C’est ce dernier polariseur qui a été utilisé pour toutes les expériences décrites
dans ce mémoire.

L’architecture initiale de ce polariseur, schématisée figure I11.3, a déja été décrite,
notamment Réf. [44]. Naturellement, le montage a évolué au cours de ces huit dernieres
années, permettant une polarisation utilisable du xénon une fois dissous et placé dans
laimant du spectrometre de lordre de 15% a 50% selon les solvants, et a puissance
équivalente.

Au cours d'un cycle d’expériences, le laser a argon irradie le saphir du modele 3900S
a une puissance de 25 W en continu, permettant une irradiation dans l'infrarouge de la
transition D1 (794,7 nm) du rubidium de la cellule & une puissance de 5 a4 6 W. En sortant
du titane :saphir, le faisceau infrarouge est élargi pour atteindre un diametre de 20 mm,
afin d’éclairer la cellule de pompage de maniere uniforme. Apres 'expanseur, le faisceau
traverse un cube de séparation de polarisation, qui assure a la sortie de ce dernier une
polarisation parfaitement rectiligne du faisceau. Ensuite, le rayon traverse une lame quart-
d’onde d’axes optiques orientés a +£45°de ’axe de polarisation du faisceau a la sortie du
cube ; la polarisation a la sortie de cette lame est donc parfaitement circulaire a la sortie
de cette lame. Le faisceau traverse ensuite la cellule de pompage cylindrique (25 mm
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F1G. II1.3 — Montage expérimental utilisé pour le pompage optique du xénon par échange
de spins. Le miroir M1 permet de doubler le nombre de photons dans la cellule de pompage
optique. Le watt-metre P1 indique la puissance du faisceau apres le double trajet dans la
cellule.

de diametre extérieur, 130 mm de long, 74 mL de volume total) et pourvue de surfaces
optiques a chaque bord. La cellule est pourvue d’une enceinte de chauffage extérieure, dans
laquelle circule un courant d’air chaud régulé en température. Ce chauffage externe permet
de vaporiser une partie du rubidium dont la pression de vapeur saturante augmente. Les
surfaces optiques de l’enceinte extérieure sont traitées afin de minimiser les réflexions
a 794.7 nm, et sont jointes au reste de l’enceinte par des joints en Téflon. Les faces
optiques de la cellule a proprement parler ne sont pas traitées, car le nombre important
de cycles de chauffage/refroidissement et la présence de rubidium a l'intérieur détruisent
tout traitement. A 'arriere de la cellule, un miroir M1, collimaté avec la cellule réfléchit
le rayon qui est donc de nouveau injecté dans celle-ci. Son sens de polarisation comme son
vecteur de propagation sont inversés, les photons contribuent donc au retour également
au pompage optique. Passant de nouveau dans la lame quart-d’onde puis dans le cube
séparateur, le faisceau émergent est dévié vers la direction orthogonale a celle qu’il avait en
sortant du laser. On analyse la puissance de ce faisceau au moyen d’un watt-metre P1. La
lecture de ce dernier permet ’ajustement manuel tres fin de la longueur d’onde : lorsqu’on
atteint la raie D1, on observe une augmentation brusque de ’absorption du faisceau en
I’absence de champ magnétique. Le choix de réinjecter le faisceau une deuxieme fois dans
la cellule permet d’augmenter la densité de photons, au prix de réglages des alignements
optiques plus complexes.

Ce montage laser, contrairement a une grille de diodes, est sujet a des variations
importantes en forme et en puissance du faisceau. Le profil du faisceau et sa puissance
sont surveillés tout au long du processus de pompage, a l'aide respectivement d’un watt-
metre et d’un analyseur de faisceau (Newport LBP-1). Ce dernier est d’une importance
capitale pour obtenir un faisceau gaussien et de géométrie cylindrique, afin d’éviter les
zones d’ombre dans la cellule. Pour une méme puissance, un faisceau inhomogene peut
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entrainer une chute d’un facteur 2 dans la polarisation finale du xénon.

La cellule de pompage est placée dans un champ magnétique de 55 G, aligné avec 1’axe
du faisceau, et créé par cinq bobines. assurant une homogénéité supérieure a 100 ppm
dans le volume de pompage. Ces bobines de 72 c¢cm de diametre permettent I'existence
d’un volume au champ homogene important, afin d’éviter que le xénon ne traverse des
lignes de champ a la sortie de la cellule.

Avant un pompage, la cellule est remplie d'un mélange gazeux correspondant a des
pressions partielles a température ambiante de 10 a 25 torr de xénon et 200 torr de
N, et chauffée ensuite a environ 368 K. Si tous les photons sont absorbés a 794.7 nm en
’absence de champ magnétique, dans les conditions de pompage (champ allumé), le milieu
devient quasi-transparent avec une absorbance comprise entre 0,05 et 0,2. La variation de
la polarisation du xénon au cours du pompage a pu étre mesurée grace a I’emploi d'un
spectrometre a balayage de fréquence, dans les condition de passage adiabatique rapide
en résonance. Dans le cas ou l'on décide d’accumuler le contenu polarisé de plusieurs
cellules, on choisit conformément a cette mesure dynamique un temps de pompage de
I'ordre de 8 minutes. Le xénon est ensuite transféré dans un tube en forme de U ou de Y.
Ce tube est situé dans un solénoide alimenté en courant par une batterie de voiture, et
plongé dans de I'azote liquide. Le xénon se solidifie dans un champ magnétique de 1'ordre
de 5 kG. Le tube en U peut étre réchauffé tres rapidement par immersion dans un bain
d’eau® A la température désirée (température de I’échantillon & laquelle on veut effectuer
les expériences RMN).

A B
*15 375
T T T T T T
10 0 ppm 10 0 ppm

Fia. II1.4 — Exemples de signaux RMN du xénon et en phase gazeuse. (A) — Spectre
obtenu immédiatement apres hyperpolarisation. (B) — Spectre contenant la méme quantité
de xénon, mais de polarisation & 1’équilibre thermique (a 11,7 T et 293 K; accumulation
de 16 spectres, une nuit d’acquisition). On déduit du rapport entre les deux intégrales de
signaux une polarisation de (A) de 'ordre de 50%.

A Tintérieur de la cellule, les polarisations nucléaires atteignent 70% sur des montages
comparables [45]. En phase gazeuse d'un tube RMN, on atteint au laboratoire un niveau
de 50% [44, 46], comme le montre la figure I111.4. Enfin, pour éviter des mouvements
de convections chaotiques en phase liquide, on agite vigoureusement 1’échantillon afin de

3Pour minimiser la relaxation du xénon lors de cette étape, la sublimation se fait dans le champ de
fuite de 'aimant du spectrometre

20



saturer immédiatement la phase dissoute de xénon. Cette derniere étape abaisse encore la
polarisation de 20%, et on mesure donc en phase liquide une polarisation finale de xénon
pouvant atteindre 30%.

Toute la tubulure du montage est en verre. Toute la verrerie en contact avec le xénon
polarisé (cellule de pompage, tubes de transfert, dewars et tubes RMN utilisés) est recou-
verte d’un traitement de surface. La premiere étape de celui-ci consiste a passer 1’ensemble
a la solution piranha (60% d’acide sulfurique, 40% d’eau oxygénée) pour éliminer toute
trace organique sur la surface interne. Apres ringage a 'eau distillée, la verrerie est lavée
a 'aide d’une solution de HF (10%) pour éliminer les ions métalliques & la surface. Apres
un nouveau rincage et séchage durant une nuit, la verrerie est tapissée par un traitement
de surface en utilisant une solution composée de 10% de surfasil dissous dans du toluene
déshydraté, puis elle est rincée et placée en étuve [47, 48]. Afin d’éviter la dégradation
du traitement de surface, la température est régulée a un niveau inférieur a 110°C. Un
traitement adéquat de cette sorte permet de maintenir la polarisation du xénon en phase
gazeuse durant des heures, a haut champ magnétique (7} pouvant alors dépasser 5 heures)
[44]. Ces valeurs varient d’un tube a l'autre, du fait de la grande influence des impuretés
paramagnétiques sur R3°. Ces dernieres, en présence d’'un mécanisme de transport efficace
en phase gazeuse, agissent en effet comme un drain de 'aimantation.
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Deuxieme partie

Résultats et discussion
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Chapitre IV

Modifications des spectres dues aux
fortes aimantations

Les résultats et interprétations utilisés dans cette partie sont chronologiquement ulté-
rieurs a ceux présentés dans la partie V. Cela dit, comme les expériences décrites ici ont
amené certains développements décrits plus loin et que ces résultats éclairent nombre de
points importants dans les parties suivantes, ils sont présentés ici en tant que résultats
préliminaires.

IV.1 Introduction

On I'a vu dans le chapitre II, la présence d’une forte aimantation dans un échantillon
modifie du fait des interactions dipolaires la dynamique des spins en présence, méme si
ces effets peuvent étre différents selon l'origine de I'aimantation en question : une forte
polarisation (basse température de spins), une forte densité de spins, ou les deux. Dans
la partie précédente, on a évalué les conséquences théoriques des fortes aimantations sur
leur propre évolution ; ici, on observe a la fois I'action sur 'espece fortement aimantée (le
xénon) et sur une espece en présence (le proton).

La préparation consiste a hyperpolariser le 12Xe & une valeur finale de polarisation
comprise, apres dissolution dans le solvant organique deutéré CgDio, entre 10 et 20%.
On agite fortement afin d’assurer une répartition homogene du xénon. La concentration,
selon les tubes et la quantité de xénon polarisé, varie typiquement entre 0.3 et 1 mol.L .
L’espece a 'étude est le trans-2-pentenal, molécule dont le spectre en proton est donné
en figure IV.1 et qui présente I'avantage majeur pour notre étude de disposer d'une tres
bonne dispersion spectrale.

L’expérience consiste a ramener la polarisation P du xénon a sa valeur thermique en
la faisant décroitre géométriquement par une suite d’'impulsions d’angle 6 d’une vingtaine
de degrés, et séparées d’'une vingtaine de secondes. On enregistre la FID du xénon a la
suite de chacune de ces impulsions. Entre deux d’entre elles, on enregistre aussi un spectre
proton. On peut donc par l'intermédiaire de cette séquence suivre I'évolution des spectres
'H et 1%Xe tout au long de la décroissance de P.
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Abstract

The presence of highly concentrated dissolved laser-polarized xenon (~1 mol/L, polarization up to 0.2) induces numerous effects on
proton and xenon NMR spectra. We show that the proton signal enhancements due to **Xe—"H cross-relaxation (SPINOE) and overall
shifts of the proton resonances due to the average dipolar shift created by the intense xenon magnetization are correlated. Protons behave
as very useful sensors of the xenon magnetization. Indeed the xenon resonances exhibit many features such as superimposition of narrow
lines on the main resonance due to clustering effects, or such as a polarization-dependent line broadening that is tentatively assigned to
the effects of temperature fluctuations that decorrelate some distant dipolar field effects from local interactions, transforming xenon spins
from “like” to ““unlike” spins. These spectral features make difficult the determination of the average dipolar field by means of the xenon
resonance but have interesting consequences on the heteronuclear polarization transfer experiment in Hartmann-Hahn conditions

(SPIDER).
© 2007 Elsevier Inc. All rights reserved.

Keywords: Hyperpolarized xenon; Distant dipolar field; SPIDER; SPINOE; Lineshape

1. Introduction

The inherent low sensitivity of NMR drives the renewed
interest into highly polarized spin systems [1-4] used as
sources of polarization for other spins [5-7]. NMR studies
of highly polarized solid-state samples have shown that the
interplay between dipolar Hamiltonians and density matrix
in the strong spin order regime leads to a noticeable mod-
ification of the width, resonance frequency and shape of the
absorption lines [8—11]. Still considering a highly polarized
system in liquid state, the averaging of short-range dipolar
interactions due to Brownian motions results in the sole
conservation of long-range terms in the dipolar

* Corresponding author. Fax: +33 1 69 08 98 06.
E-mail address: herve.desvaux@cea.fr (H. Desvaux).

1090-7807/$ - see front matter © 2007 Elsevier Inc. All rights reserved.
doi:10.1016/j.jmr.2007.04.003

Hamiltonian. They induce special effects such as multiple-
echoes [12], intermolecular coherences [13], or spectral clus-
tering in hyperpolarized liquid *He or '**Xe [14-17]. These
peculiar effects have led to many theoretical developments
[18-20] and even predictions: (i) the spin dynamics in the
presence of polarized and concentrated spin systems and
small static field inhomogeneities has been shown to be
source of a chaotic and dynamic distribution of the magne-
tization along the sample volume [21]; (ii) in the case of
highly polarized systems (P > 0.1), Walls et al. have shown
by numerical simulations that the situation may become
even more complicated since the resonance linewidth
becomes dependent on the polarization and on the magne-
tization flip angle [22].

On the other hand, we have recently proposed the SPI-
DER experiment [7], which allows a polarization transfer
from dissolved hyperpolarized xenon to a solute proton
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using the heteronuclear long-range dipolar couplings. This
is achieved through a Hartmann-Hahn recoupling scheme
and requires a large polarization and a large concentration
of dissolved xenon. The promises offered by this new
method have driven us to experimentally investigate the
effect of the xenon magnetization on the '*Xe and 'H
NMR spectra in a high resolution NMR spectrometer
(11.7T) required to provide chemical resolution. The
highly polarized and concentrated xenon batch generates,
in a non-spherical sample, a sizable average dipolar field
which superimposes to the static magnetic field [10,18,23].
This field is then responsible for a measurable shift of the
spectrum of every spin in solution. By analyzing the varia-
tions of the 'H and '*Xe resonance frequencies and line-
widths, we report here the connection between long range
effects due to this average dipolar field created by xenon
magnetization, and local effects resulting from cross-relax-
ation with hyperpolarized xenon. In particular the correla-
tions between (i) the '?*Xe magnetization (ii) the 'H signal
enhancement due to '*’Xe~"H cross-relaxation (SPINOE)
[5,24] and (iii) the 'H resonance frequency are evidenced.
The frequency and the linewidth of xenon resonance also
depend on the xenon magnetization but in a much more
complicated way due to the weakness of long distance
dipolar couplings relative to fluctuations of Zeeman reso-
nance frequencies. Consequences for the SPIDER experi-
ments are drawn.

2. Experimental methods
2.1. °Xe hyperpolarization and solution mixing apparatus

Ninety-six percent of enriched '**Xe from Chemgas was
polarized by the spin-exchange method [1] using a home-
built apparatus described in Ref. [25] based on a Spectra-
Physics titanium—sapphire pumped laser. The experiment
was run in batch mode and the xenon was gathered under
its solid form in a U-shaped tube fitting inside a solenoid
immersed in a liquid-nitrogen dewar. Typically for the
present experiments, three to four batches were accumu-
lated. Once in the fringe field of the high field NMR mag-
net, the xenon was transferred by cryo-condensation into
the previously degassed NMR tube (1.6 mm inner diameter
and 3 mm outer diameter from Cortec) closed by a J.
Young valve. It contained 90 pl of trans-2 pentenal and
methanol in 99.6% deuterated cyclohexane (Eurisotop).
The solute concentrations varied between 1 and
5 mmol L', depending on the experiments. The small tube
volume and the high xenon solubility in this solvent
induced a sizeable final xenon pressure of ca. 5 bar and
hence a concentration of about 1 mol L' [26]. After addi-
tion of xenon, the tube containing the frozen solution was
rapidly heated, thermostated by immersion in a liquid bath
at the desired temperature and vigorously shaken. The tube
was then put back into the high field NMR magnet and the
magnetic field homogeneity was optimized by temporally
locking the magnet. Typically, the NMR experiments
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started 2 min after introduction of the NMR tube inside
the magnet. All these steps always led to a reduction by a
factor around two of the xenon polarization compared to
what we achieved with xenon in the gaseous phase inside
the final 3 mm NMR tube.

2.2. Description of the NMR experiment

All experiments were performed on a Bruker Avance500
spectrometer with a static field of 11.7 T using Xwinnmr or
TOPSPIN softwares. Except when explicitly mentioned,
classical inverse double 'H/broadband or triple 'H/'>N/
broadband resonance probeheads with 3-axis gradients
were used. All experiments using cyclohexane as solvent
were performed at the measured temperature of the room
(293 K) in order to avoid temperature gradients as much
as possible.

In order to simultaneously monitor the behavior of the
'H and '*’Xe magnetization, we simply resorted to the
pulse sequence of Fig. 1 which consisted in an alternation
of 'H and '»Xe hard pulses, each one followed by a long
acquisition (>1 s) in order to precisely define the resonance
frequencies. The series of ¥-angle pulses on '**Xe separated
by delays 7 allowed the artificial decrease of its magnetiza-
tion M. After k pulses, it became:

—kt _
Ty

M = M€ cost I exp M cost 0

(1)

with T%¢ the xenon longitudinal self-relaxation time, and
M the initial xenon magnetization. In Eq. (1), we took
benefit from the constant delay 7 to define an apparent
magnetization loss per xenon pulse: cosf.

The *H lock channel was disconnected during the whole
experiment in order to avoid any interference between the
control of the magnet and the spin dynamics during the
recording of the chemical shift variations on the successive
"H and '*Xe spectra. The whole duration of the experi-
ment was long due to the long 'H self-relaxation times
and the incompressible delay needed by the spectrometer
to switch between proton and xenon acquisitions. As a con-
sequence, the quality of the field homogeneity might
change along the experiment duration. Safe monitoring
of the variations of the 'H and '*’Xe linewidths as a
function of xenon magnetization was hence obtained by

T n

Fig. 1. Pulse sequence used to measure the average dipolar field created by
laser-polarized xenon and experienced by protons. It consists in an
alternation of 'H and 'Xe acquisitions. 7 is the delay between two
consecutive 'H or '**Xe pulses. The small-filled boxes correspond to hard
pulses (90° flip-angle for 'H and ~20° for '*’Xe).
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adapting the pulse sequence of Fig. 1, for instance through
acquiring multiple xenon spectra instead of one. This
allowed a larger reduction of the xenon magnetization
between two consecutive 'H spectra, while avoiding non-
linear response of the electronic circuit.

Since the delay t was shorter than proton self-relaxation
times T}', for quantitative exploitation of proton signal
intensity (SPINOE) we used 'H 90° hard pulse in the
sequence of Fig. 1. Moreover we acquired an extra
(dummy) proton spectrum at the beginning of the experi-
ment to destroy the initial proton magnetization and accel-
erate the establishment of a steady-state.

2.3. Data processing

All spectra were processed through Xwinnmr or TOP-
SPIN software from Bruker. The series of '"H and '*Xe
spectra were first reorganized as two two-dimensional spec-
tra. FIDs were zero-filled to 64k points, before Fourier
transformation. The final digital resolution (Hz per point)
was ca. 82 mHz for the 'H spectra and 230 mHz for the
129X e spectra. The full width at middle height was less than
1 Hz for some proton resonances. If needed for improving
the signal to noise ratio or for removing the effect of signal
truncation (case of the '**Xe spectra), a small exponential
function (line broadening on the order of 0.3 Hz) was used
for apodization. The same phase corrections were used for
all 'H and '®Xe spectra along each series.

Post-processing of the spectra was performed using a
home-written software. Peak frequencies were determined
by fitting a parabolic function to all data points which inten-
sities were higher than 80% of the point of highest intensity
[27]. The fitting procedure was based on a Levenberg—Mar-
quardt algorithm [28]. Through Monte-Carlo simulations,
an estimation of the error on the peak frequency was derived.
The peak signal intensities were determined by numerical
integration of the signal. Since the resonance line could be
non-Lorentzian, the resonance linewidths were simply deter-
mined by computing the number of points at various levels of
intensity relative to the peak maximum.

The determination of the average dipolar field experi-
enced by proton or xenon was obtained by fitting the func-
tion f{k) to the experimental variations of peak resonance
frequencies:

f(k) =Acos"0+ B (2)

where 6 corresponded to the decrease of xenon magnetiza-
tion due to hard pulses and relaxation (Eq. (1)). A was the
average dipolar shift and B was the proton or xenon reso-
nance frequency in the absence of polarized xenon. Similarly,
for the SPINOE contributions to the signal (variations of
proton signal intensities), the same function was used, but
then 4 and B corresponded to the maximum enhancement
due to SPINOE and the steady-state signal intensity, respec-
tively. In the two cases, the uncertainties on 4 and B were
determined by Monte-Carlo simulations using the errors
computed at the previous step. In the case of SPINOE, since
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the proton T} values are on the same order of magnitude as
the interscan delay T = 21.7 s, it might happen that a miscal-
ibration of the "H 90° hard pulse delayed the establishment
of the steady-state. By numerical simulations we observed
that it was then safer to increase the uncertainties associated
to the two first proton spectra. The simulations revealed that
in these conditions, the induced bias on the determination of
0 was smaller than 0.11°.

3. Heteronuclear coupling: 'H frequency shift and SPINOE
3.1. General aspects

A proton spin of a solute is coupled via dipolar interac-
tions to all xenon spins present in solution. Its short-range
interactions with neighbors are averaged out by the Brown-
ian motion because of their dependence on the angle
between the static magnetic field By and the internuclear
vector [29]. At long distances however, the Brownian
motion becomes inefficient and thus the long range interac-
tions have to be considered [10,12,13,18-21]. Due to their
dependence on 1/ rf.k with rj the distance between the pro-
ton j and the xenon k, their effect would be negligible if it
was not for the very high polarization and concentration
of xenon in solution. Indeed this sum of interactions leads
to a non-negligible average dipolar field superimposed to
the static field. Its magnitude in Tesla is [23]:

Bxe = 1000%5cXEMPXeyXeh (3)

where A" is the Avogadro’s number, yx., ¢xe and Px, stand
for the '*’Xe gyromagnetic ratio, concentration in mol L™
and polarization level, respectively, and ¢ is a numerical fac-
tor-dependent on the sample’s geometry (—1/2 <& <1).
This field induces a shift dy of the "H resonance frequency

O = —YuBxe (4)

proportional to the xenon magnetization per unit volume.
Indeed Eq. (3) is obtained by assuming that the magnetiza-
tion per unit volume is uniform along the sample.

3.2. Experimental features

The 'H spectra of Fig. 2, acquired using the pulse
sequence of Fig. 1, illustrated the typical behavior of pro-
ton spectra when xenon magnetization decreased as a con-
sequence of small '*Xe hard pulses. A significant time
dependence of the central frequency (variation of
4.17 £0.10 Hz) and of the signal intensity (in gray scale)
of the aldehyde 'H doublet of pentenal was observed.
The fact that in the second experiment inversion of the
xenon polarization during the optical pumping step led to
inversion of the proton chemical shift variation by the same
amount proved that a possible spectrometer frequency drift
cannot be at the origin of this effect.

In agreement with Eq. (2), a downfield shift was
observed for xenon polarized with a positive spin
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Fig. 2. Partial 2D contour plot of the variation of the 'H frequency and
intensity of the doublet of aldehyde proton of zrans-2 pentenal dissolved in
deuterated cyclohexane as a function of time. Between two consecutive 'H
spectra, a ~20° flip angle pulse was applied on '*Xe (pulse sequence of
Fig. 1). Xenon had either (a) positive or (b) negative spin temperature with
a polarization of about 10%. SPINOE explained stronger (a) and lower (b)
"H signals for the first spectra. The best-fit values of proton resonance
frequency shifts due to the xenon magnetization were 4.17 + 0.10 Hz and
—4.23 4+ 0.09 Hz, respectively.

temperature, and the same shift was observed for all
proton resonances. On the other hand, although for all
protons the signals were subjected to either an increase of
sensitivity for the first spectra in the case of xenon
polarized with a positive spin temperature or a decrease
of sensitivity when xenon spin temperature is negative,
the variations of signal intensities were not the same. The
presence of laser-polarized xenon affected the 'H signal
intensities because of SPINOE [5,24], which depends on
the xenon—proton cross-relaxation rates gx.y but also on
the proton self-relaxation times 7%'. Indeed, using the sim-
plest model, i.e. neglecting the mixing between xenon and
proton magnetization build-up rates,” the proton magneti-

! Yxe 18 negative and ¢ = —1/2 for an infinite cylinder.

2 The assumption of decoupling resulted from the very long xenon Ti(eGO

(measurements revealed values larger than 1500 s).

zation ./\/l,{{ of the kth spectrum depended on the xenon
magnetization M° according to:

M = (MY = oxan TP (1= &) (5)

The behavior of the proton signal intensities observed on
Fig. 2 consequently arose from SPINOE.

Except for a possible unavoidable non-linear response
due to radiation damping [30] after xenon excitation pulses
in the case of negative spin temperature, the experimental
results were qualitatively the same for positive and negative
129X polarization. However, in order to avoid these non-
linearities, we pushed further the data processing only for
experiments with positive spin temperature.

3.3. Quantitative correlations

Even if the SPIDER experiments previously reported [7]
had been acquired with xenon magnetization per unit vol-
ume on the order of that of Section 3.2, we have recently
achieved higher xenon polarization in the gas phase
(~50% instead of ~30%) thanks to the optimization of
the laser beam, the purification of the xenon line, and a
careful treatment (piranha solution, HF solution and coat-
ing by Surfasil) of a renewed glassware. These improve-
ments have allowed us to increase the previously
observed effects (Section 3.2). These larger effects allowed
fine exploration of the interplay between the behaviors of
xenon and proton magnetization. For all the rest of this
text, all experimental data correspond to one of those
experimental runs.

As illustrated in Fig. 3 the proton resonance frequency
was linearly dependent on the xenon magnetization. At
the beginning of the experiment, the proton resonance fre-
quencies were shifted by about 9.5 Hz due to the average
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Fig. 3. Illustration of the linear correlations between the 'H resonance
frequency shifted due to xenon average dipolar field and the xenon signal
intensity (closed squares) and between the 'H signal intensity enhanced by
xenon—proton cross-relaxation (SPINOE) and the '*’Xe magnetization
(open circles). The plot corresponds to the aldehyde proton of trans-2
pentenal. Experimental conditions: ~1.3 mol/L of xenon polarized at 17%
in deuterated cyclohexane at 293 K.
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dipolar field created by xenon. Similarly, the proton signal
intensity was a linear function of the xenon signal (Fig. 3).
At the initial stage of the experiment, the proton signal was
enhanced through SPINOE by a factor 2.7 relative to the
steady-state signal using the same recovery delay t and
thermally polarized xenon. These large SPINOE enhance-
ments and average dipolar field were obtained thanks to
dissolved xenon with a polarization of 17% at the begin-
ning of the 'H and '*’Xe acquisitions.

More precise determinations of the average dipolar field
or of the SPINOE experienced by any proton were per-
formed by fitting the function f{k) (Eq. (2)), with k the spec-
trum number, to the proton resonance frequencies and their
signal intensities. Fig. 4 illustrated the quality of the agree-
ment between the experimental results and this simple model
which assumed that the xenon magnetization was reduced by
a factor cosf) between two consecutive proton spectra. Since
the average dipolar field created by the '**Xe magnetization
was a long range effect, two different protons (aldehyde (a)
and methyl (b) protons of pentenal) were experiencing the
same upfield shift along the experiment as illustrated in
Fig. 4a and b. From the best-fit theoretical curves to these
two sets of points, the initial average field could be extracted.
The values 9.39 £0.05Hz for the case (a) and
9.37 +0.04 Hz for (b) were in perfect agreement. In fact,
out of the 10 proton lines on which this fitting procedure
could be performed due to sufficient intensity all along the
experiment, 8 shift values ranged between 9.32 and
9.39 Hz. For the residual protonated solvent peak the fitted
value was 9.09 4+ 0.15 Hz but its associated uncertainty was
large due to the short transverse-relaxation time of cyclohex-
ane arising from chair—chair chemical exchange and unre-
solved coupling with deuterium. Finally, a value of
9.57 + 0.04 was found for the OH peak of methanol. The dis-
crepancy with the other average field values was likely to be
due to a small temperature change during the whole experi-
ment. This put an upper limit on the temperature drift during
the experiment of about 0.05 K. For pentenal protons, no
chemical shift variation with temperature could be detected.

As illustrated in Fig. 4c the amount of SPINOE contri-
bution to the proton signal varied from one proton to
another. For solute protons, the relative signal enhance-
ment varied from about 0 for protons with short longitudi-
nal self-relaxation times such as those of Surfasil to 2.0, i.e.
observed signals 3 times greater than the steady-state ones.
They were mainly correlated to the proton 7" values (Eq.
(5)). Taking as an example the aldehyde and methyl pro-
tons represented in Fig. 4, the best-fit signal enhancement
factors due to SPINOE were 1.79 + 0.03 and 0.80 + 0.02
for T)' values of 33+ 1s and 18.3 £0.5s, respectively.
Based on Eq. (5), these two sets of values were in agree-
ment, proving that a simple translational diffusion model
for computing the dipolar correlation function [29] seemed
to be well-adapted to treat the xenon—pentenal cross-relax-
ation. An even larger 'H signal enhancement factor (11.1)
was observed for CgHD;; arising from its very long
TH ~ 120 s. The "H signals corresponded to proton

O = N W H 01 O N 0 © O = N W Hh 00O N © ©
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Relative TH signal intensity © 'H resonance frequency (Hz) & 'H resonance frequency (Hz) @
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Fig. 4. Evolution of some proton resonance frequencies (a and b) and
signal intensities (c) along the experiment of Fig. 3. Every 21.7s a 19°
pulse is applied on the xenon magnetization. The filled squares correspond
to the aldehyde proton of trans-2 pentenal and the open circles to its
methyl protons. The best-fit theoretical curves to Eq. (2) are superim-
posed. The time dependence of these two types of variation are almost
identical. The proton resonance frequency shifts due to the average
dipolar field created by xenon magnetization are identical (9.38 £+ 0.05 Hz)
while the signal enhancement factors due to SPINOE are different
(1.79+£0.03 and 0.80 £0.02 for the aldehyde and methyl protons,
respectively). The best-fit pulse flip angle values for the observed resonance
frequency shifts are 18.66° + 0.25° and 18.67° 4 0.21°, and for the signal
enhancement factors 19.29° + 0.31° and 19.06° + 0.47°, respectively.

polarizations of 1.2x 10™* for protons of the solute and
5.0x107* for the solvent proton which, to the best of

our knowledge, were the highest ever achieved through
SPINOE [24].

3.4. Local and long range effects

The procedures used to fit the "H resonance frequencies
and intensities to f{k) gave access to the '*Xe pulse flip
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angle 6, which could be related to the average '*’Xe
magnetization losses due to relaxation and hard pulse exci-
tation between two consecutive proton spectra (Eq. (1)).
On average the best-fit theoretical value for the proton res-
onance frequency was (Og,ir) = 18.66° £ 0.12° and for the
effect on proton signal intensities® it was equal to (fspr.
Nok) = 19.74° £ 0.14°. These two values differed by more
than 1°. A pairwise comparison between all significant
determined 0 values (SPINOE larger than 40%) revealed
that Ospinog Was systematically larger than the correspond-
ing Ognire (see caption of Fig. 4 for two examples). A Stu-
dent’s z-test validated the significance of the difference
with a probability greater than 99.8% that it could not hap-
pen by chance. Similar behaviors were obtained in other
experimental runs.

The interpretation of the discrepancy between these two
0 values could be found in the nature of the interactions
experienced by protons. On the first hand, the signal inten-
sity of a proton was affected by the xenon spins present in
its close neighborhood. On the other hand, the xenon dipo-
lar field induced long range effects propagating over the
whole sample. The sizeable difference between these two fit-
ted values could consequently be explained by the effects of
the pulses which decreased the xenon magnetization mainly
inside the coils, letting parts of the sample located below or
above the coils unaffected. The xenon pulses partially
reduced the xenon magnetization inside the active volume
of the xenon coil, while the whole xenon magnetization
contributed to the average dipolar field experienced by pro-
tons. The global loss per pulse for the '**Xe magnetization
over the whole sample could then be smaller than the value
inside the coil and the "H frequency shift then decreased
less rapidly than the SPINOE enhancement. In fact, the
respective values of Ospinog and Ognire could be expected
to largely depend on the geometry of the sample and of
the probe head.

4. Homonuclear coupling: '**Xe resonance shift and
linewidth

4.1. General features

Spectra of highly polarized xenon notably differ from
those obtained with thermally polarized magnetization
due to the effects of distant dipolar fields. As illustrated
in Fig. 5 the typical profile of the xenon absorption line
at a high polarization and concentration level exhibited a
significant broadening (FWMH of approximately 8.1 Hz,
compared to less than 1 Hz for 'H resonances) and a sharp
over-structure composed by a series of very well resolved
peaks. Indeed, even if most of the transverse magnetization
decayed in a short time, signal oscillations were definitely
present after three seconds of acquisition. As already

3 The large enhancement factor observed for cyclohexane induced that
the associated best-fit Ospinog value is significantly the best defined one. It,
consequently mainly defines the average value and associated uncertainty.

10 Hz

X6

T
100 80 60 40 20 Hz

Fig. 5. 'Xe NMR spectrum at the beginning of the experiment described
in Fig. 3. Due to clustering effects, sharp resonance lines superimpose to
the line which does not exhibit a Lorentzian shape. An arbitrary chemical
shift reference is used. In insert, the 48th '*Xe spectrum of the same
experiment. The use of the same horizontal scale reveals the line
narrowing.

reported [7,14-17], it was impossible to properly define
T, for hyperpolarized species in liquids. So, the unusually
broad '*’Xe line could not be the simple consequence of
very short 75, but rather the illustration of the existence
of a frequency distribution in the sample. These features
were characteristic of spectral clustering effects taking place
at large magnetization levels [15,17,21]. Finally, as
observed here, but also reported in the recent paper pre-
senting the SPIDER experiment [7], the line broadening
and the supplementary lines disappeared with the decrease
of '*Xe magnetization throughout the experiment.

4.2. Average dipolar field in the case of “like” spins

The average dipolar field created by N “like” spins .S;
and experienced by the S spins is larger by a factor 3/2 than
the effect experienced by any “unlike” spin [10]. Indeed, the
dipolar Hamiltonian between two xenon spins S’ and &
truncated by the effect of the strong Zeeman Hamiltonian
in liquid phase is:

Hpp = dy(1) (S.S] — §(S.87 +5°8)) (6)

If the two spins are “unlike”, i.e. the difference of their res-
onance frequencies in the static magnetic field is larger than
the dipolar coupling:

|; — i > pohyg, /4mr, (7)

based on perturbation theory, the flip-flop terms can safely
be disregarded and dipolar Hamiltonian is reduced to the
unique term:

A = diy(1)S.S! (8)

In the rotating frame, the time evolution of the xenon
transverse magnetization proportional to (S;) =) (S',),
under the influence of the full dipolar Hamiltonian is given
by:
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©)

In the right hand part of Eq. (9), the first term results from
the S/S* term and the second from the flip-flop terms.

We now apply the assumptions of distant dipolar fields
in liquid state NMR [18-20,31,32] which allow one to
write: (S,S}) = (S;)(S}) if S; and S; are two distant spins.
Considering a given indiscernable spin (§,) = (S.)/N,
Eq. (9) can thus be written as:

d iy, (3 i\ o
@(S‘Q —21<§ ;dﬂc(SJ) () (10)
=20.41(S',) (11)

where the homonuclear first moment .4/ is introduced. In
Eq. (10), the flip-flop terms contribute through a factor 1/2
to the 3/2 coefficient. For any ellipsoidal distribution of
spins S (or anything topologically equivalent) over which
the concentration of “like” spins of type S is homogeneous,
the first moment of the dipolar interactions is shown to be
independent of the spin S; taken as the origin [9,10,33]:
,/%’1 = ,/%f . It only depends on the geometrical factor &
present in Eq. (3), and on the xenon concentration cx.
and polarization Px.:

M} = 2m10005 Eoxe N Py (12)
The analogy to Egs. (3) and (4) is obvious with an enhance-
ment by a 3/2 factor due to the flip-flop terms.

4.3. Xenon resonance frequency shift

We have explored the dependence of the '*’Xe reso-
nance frequency on its polarization. For allowing compar-
isons, the series of '?*Xe spectra acquired in alternation to
the proton ones discussed in Section 3.3 were considered.
As fairly noticeable on Fig. 5, since for high polarization
levels the xenon resonance line was not of Lorentzian
shape, the definition of its resonance frequency was diffi-
cult. We consequently applied a small exponential function
for apodization and considered the central resonance fre-
quency of '*?Xe as the frequency obtained by fitting the
highest peak to a parabolic function. As for the heteronu-
clear case, these central frequencies were found to be
dependent on the xenon magnetization. Fig. 6 illustrated
well the linear relation between these two values. Con-
versely to the proton case, the agreement was not perfect
and in particular for this experiment a noticeable bump
was observed during ca. 5 min on a whole experiment dura-
tion of about 28 min. The analysis of other experiments did
not reveal the presence of this bump. We consequently con-
cluded that it might result, on that particular experimental
run, from external fluctuations like a slow and small varia-
tion of temperature (0.35 ppm/K ie. 48.5 Hz/K) or of
xenon concentration (slow setting up of the chemical equi-
librium or liquid drop resulting from the initial shaking of

Time
<
0.4 0.6
129% e signal (a.u)

129%e resonance frequency (Hz)

0 0.2 0.8 1

Fig. 6. Evolution of the '*Xe frequency shift as a function of its
magnetization revealing a linear correlation between these two values. The
best-fit shift of the xenon line due to the average dipolar field it creates is
—5.37 4 0.12 Hz. Same experiment as this of Fig. 3.

the sample; xenon chemical shift variation [34]:
3.04 ppm mol ! L). Apart from this bump, a very good
correlation between '>’Xe polarization level and frequency
shift was found. The best-fit value for the maximum fre-
quency shift was equal to —5.37 & 0.12 Hz. The bump as
well as the problem of frequency determination in a
non-Lorentzian resonance line limited the precision. In
contrast, we expected a value of —3.9 Hz based on proton
measurements, the difference of gyromagnetic ratios and
the difference between ‘like” and ‘“unlike” spins. The
discrepancy was significant and confirmed in other experi-
ments with values either too small or too large. Its origin
remained unclear. Clues were the hypersensitivity of xenon
chemical shift to temperature (assuming that the present
difference only resulted from temperature, the extracted
temperature drift would have been 0.03 K, a value in good
agreement with that derived from the discrepancy between
'H shifts and the methanol ones) or the problem of reso-
nance line shape which would inhibit the correct definition
of the central resonance frequency by simple fit of the peak
of maximum intensity.

4.4. Insights into the variation of the xenon linewidth

As recently mentioned [7], the behavior of the resonance
linewidth of hyperpolarized species in liquids has been
shown to be fully opposite to that observed for highly
polarized system in solids. Whereas the resonance line
was narrowed with increasing polarization in solid-state
NMR [8,10], the opposite phenomenon was observed in
liquids, hence the broad line visible Fig. 5. The monitoring
of the xenon resonance as a function of polarization
allowed us to better characterize this broadening. As illus-
trated in Fig. 7 for the experimental case of Fig. 3, for a
large range of xenon magnetization, the xenon resonance

6:])ine-width decreased with the polarization. Finally for the
smallest polarizations the line seemed to broaden. Since
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Fig. 7. Evolution of the '**Xe NMR resonance linewidth as a function of
the xenon magnetization. Since the resonance line shape is not Lorentzian,
the xenon resonance linewidth is characterized by the full width (FW) at
80% of the maximum peak intensity (filled squares), 50% (open squares)
and 30% (open circles). For large xenon polarization, linear relations
between the xenon resonance linewidth and the magnetization are
observed. Same experiment as Fig. 3.

the whole experiment has been acquired without any lock
and any shim and as its duration was non-negligible (about
28 min), we have carefully checked the validity of these
observations.

First of all, the study of other sets of experiments
acquired on the same time scale or on a much more
reduced one, always revealed the decrease of the linewidth
with pulses for the high xenon polarizations, but the
increase at low polarization could not be confirmed. The
latter might result from the non-negligible uncertainty
associated to the low signal to noise ratio of these spectra
due to reduced xenon magnetization. Moreover, the same
study on the variation of linewidths performed on the pro-
ton resonances did not reveal any significant line broaden-
ing whatever the xenon polarization. This proved that a
whole degradation of the magnetic field homogeneity could
not explain the observed effects. We have also checked that
these behaviors for proton and xenon did not result from
the particular geometry of the used probe (two different
coils with xenon as the outer one). We have consequently
performed this type of experiments on a '**Xe/'H dou-
ble-tuned probe head. Similar significant line broadenings
were observed for xenon magnetization at high polariza-
tion, which decreased with the polarization. At low polar-
ization, line broadening for 'H and '*Xe resonances could
not really be said to be significant whatever the experiment
duration. This result suggests that the xenon line broaden-
ing at high polarization does not result from experimental
artifacts.

We have experimentally checked that this line-broaden-
ing at high polarization neither resulted from a radiation
damping effect [35,36] nor from distant dipolar field effects
appearing with large pulse angles [22]. Indeed, at a given
129%e polarization, both the resonance line shapes and
line-widths were identical whatever the '*Xe flip angle in

the range 1.5-20°. This result also showed a different
behavior to that reported by Nacher et al. [15-17] since
they observed a flip angle dependence. They tentatively
assigned it to dynamical instabilities, as numerically pre-
dicted by Jeener but for larger flip angles [21]. The observed
line-broadening hence results from a distribution of xenon
resonance frequencies inside the sample which was corre-
lated to the xenon polarization. The observed effect was
opposite to that reported for solid-state samples. More-
over, the dependence on the polarization differed since in
solids they were proportional to .#5(1 — P%.), with .45
the second moment in the limit Py, — 0 [8]. The present
effect could consequently not result from dipolar broaden-
ing of the resonance line. On the other hand, its propor-
tionality to the polarization made thinking that the
observed effects were more related to the first moment
A which is linearly dependent on the polarization Px.
(Eq. (12)).

A model is consequently needed to explain this discrep-
ancy on '*’Xe data, while a nice agreement between predic-
tions and data is obtained for protons. The key difference
between the derivations of the first moment in the homonu-
clear and heteronuclear cases comes from the flip-flop
terms which have to be considered only in the first case
(section 4.2). It remains that long range dipolar interac-
tions induce small dipolar couplings, and difference of res-
onance frequencies might be non-negligible due, for
instance, to differences of temperature. As an example con-
sidering two xenon spins separated by 1 mm and simply
using the strong coupling condition (Eq. (7)) without con-
sidering any line-broadening contribution, in order for the
flip-flop terms to be considered their difference of tempera-
ture should be typically smaller than 210~'° K. Due to this
small value, they might not be correlated. Thus the reso-
nance frequency of a given xenon spin would be defined
by the sum of the average dipolar field created by distant
spins considered as ‘““unlike” spins due to temperature dec-
orrelation and of the local field generated by the nearby
xenon experiencing the same temperature, and which were
consequently of “like”” nature. Since these two fields were
different (Eqgs. (4) and (12)) and were dependent on the
xenon polarization and on the geometry (geometric factor
£ in Eq. (12)), a distribution of ¢ factors along the sample
might be expected, resulting in the observed broadening of
the xenon line at high polarization. The decrease of the
polarization induces a decrease of the different first
moments .#; and thus a narrowing of the line. Obviously
in the case of protons, all xenon spins should be considered
as “‘unlike”, resulting in the existence of only one expres-
sion for the first moment .4, and one geometric factor £.
This model consequently predicts, as observed, no broad-
ening of the proton lines.

5. Conclusions

The presence of highly polarized and concentrated
xenon in a solution affects many easily accessible NMR
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parameters. We have shown that the 'H signal enhance-
ment due to SPINOE and the variation of "H resonance
frequency are linearly proportional to the '?*Xe magnetiza-
tion per unit volume. Their studies allow the determination
of key parameters for SPIDER experiments such as the
Zeeman resonance frequencies needed for applying on-res-
onance rf irradiations or the value of average dipolar field
created by xenon spins. The characterization of xenon
magnetization is, in fact, much easier by using proton as
a sensor, which is less sensitive to non-linearities. Their ori-
gins are numerous for xenon. Some are well-documented as
the non-linear coupling between high magnetization and
the detecting coil (radiation damping) but others are much
more tricky as the clustering effect which complicates the
definition of the central line resonance frequency or induces
the appearance of narrow lines superimposing the main
resonance. Local field effects also affect the xenon reso-
nance line shape through broadening. In particular, we
show that it is proportional to the Xxenon polarization that
we tentatively interpret as resulting from decorrelation
between different parts of the sample due to tiny tempera-
ture fluctuations. The dipolar coupling between two distant
xenon spins can indeed be either of “like” or “‘unlike”
nature.

Interestingly, the detection of inhomogeneous xenon
local fields by proton NMR is hardly possible in the
reported experiments. Indeed the distribution of xenon rf
fields along the sample might, at the end, create an inhomo-
geneous distribution of xenon magnetization per unit vol-
ume. It can consequently induce a distribution of local
fields with physical properties different from a pseudo
nuclear susceptibility shift, resulting in a distribution of
"H resonance frequencies and thus in a broadening of 'H
resonance. No significant line broadening is detected. The
xenon magnetization inhomogeneities may consequently
be washed out along the experiment duration by spin or
molecular diffusion. The only effect of xenon local fields
on protons is finally indirectly detected through the differ-
ence of loss per pulses (cosf factor) measured by SPINOE
and frequency shifts. Our results show that as experienced
by protons in the present protocol, the dipolar field created
by polarized xenon with positive spin temperature behaves
almost perfectly as a pseudo nuclear susceptibility term for
the simplest acquisition scheme.

For the SPIDER experiment, the present results pre-
dict difficulties to effectively benefit from all the xenon
spin reservoir since parts of the sample may be decorre-
lated by temperature inhomogeneities. If a better under-
standing of the origin of the xenon line broadening
might help, clues to circumvent these difficulties in SPI-
DER already exist, such as resorting to other hyperpo-
larized spin species with a smaller chemical shift
dependency on temperature as “He or using multipulse
recoupling schemes to compensate for the distribution
of resonance frequencies [37].
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Abstract

We describe the effects observed on 'H and '**Xe NMR spectra resulting from the presence of laser-polarized xenon at high
concentration in a deuterated solvent. We show that the large xenon polarization modifies proton signal intensities due to hetero-
nuclear dipolar cross-relaxation, while the huge xenon magnetization per unit volume induces sizeable average dipolar field which
shifts the proton resonance frequency. Finally, the large xenon magnetization modifies the xenon spin dynamics inducing frequency
shift, line broadening, the appearance of narrow resonances (spectral clustering) or spontaneous large transverse magnetization
(maser emission) when polarized xenon is prepared by optical pumping in such a way that its highest Zeeman energy level is
the most populated one. To cite this article: Denis J.-Y. Marion et al., C. R. Chimie 11 (2008).
© 2007 Académie des sciences. Published by Elsevier Masson SAS. All rights reserved.

Résumé

Nous décrivons les principaux effets observés sur les spectres RMN "H et '**Xe quand une grande quantité de xénon fortement
polarisé par laser est dissoute dans un solvant deutéré. Ainsi, la forte polarisation du xénon influe sur I’intensité des signaux des
protons du fait de la relaxation dipolaire croisée. De plus, sa grande aimantation volumique crée un champ dipolaire moyen im-
portant qui, en se superposant au champ magnétique statique, modifie les fréquences de résonance des protons. Enfin la dynamique
de spin du xénon s’en trouve modifiée. Cela peut se traduire par un changement de fréquence de résonance, par un élargissement de
sa raie de résonance, par 1’apparition de raies étroites dues a la précession cohérente ou encore par de fortes aimantations trans-
versales spontanées (émission maser) quand, par pompage optique, c’est I’état Zeeman de plus haute énergie du xénon qui devient
le plus peuplé. Pour citer cet article : Denis J.-Y. Marion et al., C. R. Chimie 11 (2008).
© 2007 Académie des sciences. Published by Elsevier Masson SAS. All rights reserved.
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1. Introduction

The large success encountered by liquid-state NMR
during the last three decades is inherently associated
with the robustness of the theoretical description of
the spin dynamics. Indeed the responses of nuclear
magnetization to excitations and evolutions as well as
its inductive detection are described by linear differen-
tial equations. This is allowed thanks to the statistical
reduction of the sample to one ‘“‘average” molecule,
disregarding intermolecular couplings. The rise of static
magnetic field value and of the probeheads’ quality fac-
tor tends to break down this assumption [1]. First, the
precession of a large magnetization creates by induction
a current in the coil which, by retro-action, generates an
rf field which interacts with the magnetization M, lead-
ing to the so-called radiation damping effect (RD) [2].
Second, the distant dipolar fields (DDFs) between mol-
ecules are not averaged out by Brownian motions and
induce, for large magnetization, many effects such as
multiple echoes [3], intermolecular coherences [4],
spectral clustering [5], cross-precession [6] and even
chaotic behavior [7,8]. During the recent years, interest
for these DDF and RD effects has moved from curiosity
to the idea that new applications could derive from these
phenomena, for instance, acquisitions of spectra and
images in inhomogeneous fields [9], non-linear amplifi-
cation of spin precession [10], contrast agent in MRI
when it is combined to RD [11] or spectroscopy with
a better sensitivity when it is used as a mechanism de-
signed to allow polarization transfer [12].

These applications have driven us to careful studies
of DDF. The exploration of DDF with thermally polar-
ized liquids is limited by the poor dipolar field
Bgip = noM they create (less than 5 x 1078 T). Resort-
ing to polarized nuclear spin systems, such as optically
polarized noble gas, allows the preparation of much
larger dipolar fields (up to about 5 x 107> T) and, at
least partially, to the study of large DDF in the presence
of reduced RD effects. Instead of using liquid xenon [13]
or mixture of *He/*He [14] in low field and low temper-
ature, we are addressing these questions in high field
(11.7T) using dissolved laser-polarized xenon. We
take benefit from the existence of solvent and solutes
to probe xenon magnetization directly by '**Xe NMR
but also indirectly by "H NMR. We, here, report on the
main features observed on the xenon and proton spectra.

2. Materials and methods

Isotopically enriched '**Xe (96% from Chemgas)

RbD [15], using a home-built apparatus [16]. According
to the orientation of the quarter wave plate and the di-
rection of the static magnetic field, xenon was prepared
either with a positive or a negative spin temperature. We
needed 3—4 batches to prepare the right amount of xe-
non for the experiments reported here. The container
was transported in the fringe field of a 11.7-T magnet,
where it was heated. Polarized xenon was, then, trans-
ferred by cryo-condensation into the NMR tube of inter-
est. The latter was a 3-mm O.D. NMR tube from Cortec
closed by a J. Young valve. It contained deuterated hex-
ane (90 pL) as solvent and trans-2 pentenal as solute
(c =4 mMol/L), and was previously degassed. After
xenon transfer, the tube was rapidly warmed, shaken,
thermalized at 273 K in a ice/water mixture and put
back into the high field NMR magnet. A delay of about
2 min was needed to ensure the stabilization of the mag-
netic field homogeneity and the correct tuning and
matching of the xenon and proton rf channels. Using
this protocol, polarization up to 49% in the gaseous
phase inside the NMR magnet was achieved with a
usable polarization between 10 and 25% for dissolved
laser-polarized xenon.

NMR spectra were acquired on a Bruker Avance500
spectrometer using a Bruker "H/**N/X probe. For posi-
tive xenon spin temperature, the pulse sequence de-
picted in Fig. 1 was used. It consisted of an alternate
acquisition of proton and xenon spectra. The pulse on
the xenon channel allowed the reduction of the xenon
magnetization by an apparent factor cos 6.

The protocol used to observe the spontaneous large
transverse magnetization (maser emission) consisted
of (i) the preparation of xenon with a negative spin tem-
perature obtained by spin-exchange optical pumping,
(if) the same procedure to dissolve xenon and (iii) the
acquisition of FIDs at the xenon frequency without
any rf excitation. It was carefully checked that the

lH_ -

129¢ I

n

Fig. 1. Pulse sequence used to monitor the xenon and proton spectral
properties. A 90° hard pulse (pulse duration of 6.2 ps) is used for
proton excitation while the hyperpolarized xenon magnetization is
reduced, thanks to pulses of angle 6 (pulse duration of 4 ps). The de-
lay between two consecutive proton spectra is 22.2 s and the delay

was polarized by spin-exchange with optically pumped §g& between proton and xenon pulses is 10.3 s.
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spectrometer did not emit rf excitation using such a se-
quence. For the experiment reported here, deuterated
cyclohexane (90 pL) was used as solvent for trans-2
pentenal (¢ =3 mmol/L) and xenon, temperature was
set to 293 K.

3. Results and discussion
3.1. Xenon spectral features

The '*Xe NMR spectra of solutions containing
a large amount of laser-polarized xenon were different
from those for which xenon was thermally polarized.
Fig. 2 illustrates the variation of the spectral lines as
a function of xenon magnetization. These spectra
were acquired in alternation with the proton spectra dis-
cussed in Section 3.2 using the pulse sequence of Fig. 1.
In this experiment, xenon polarization was 0.18 for the
initial spectrum (stable state, positive spin temperature).
Xenon concentration was about 1.5 mol/L. Three fea-
tures, which changed with the polarization level, were
observed on the xenon spectra (Fig. 2).

— At high polarization, narrow lines superimposed on
the main xenon resonance line (spectrum #1 and
#5). They should result from spectral clustering ef-
fects which appeared at high magnetization. Under
the influence of distant dipolar fields and static
magnetic field inhomogeneities the statistical nu-
clear spin system organized itself in such a way
that a large number of spins precesses in a coherent
way [1,7,13,14]. As theoretically predicted [7], this
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special feature was even more evident when a very
small xenon flip angle (inset of Fig. 2) was used.
The average resonance frequency of the xenon spins
was not constant along the experiment performed
without deuterium lock. Indeed, the Larmor fre-
quency was dependent on the local magnetic field,
equal to the sum of the external magnetic field (cor-
rected by the electronic susceptibility of the sample)
and the magnetic field created by the xenon nuclear
magnetic moments, i.e. the xenon average dipolar
field [17]. The decay of xenon magnetization re-
duced the average dipolar field created by this spe-
cies, explaining the change of xenon resonance
frequency [18].

The xenon resonance line-width was also strongly
affected by the presence of a high xenon magneti-
zation since it was narrowed by more than a factor
of three along the experiment. A small radiation
damping contribution was expected since the radi-
ation damping characteristic rate [2] was scaled
down by the low Q value of the probe, the small
filling factor (inverse 5 mm probehead with a 1.6
LD. NMR tube) and its dependence on |yxe|’. Ex-
periments had shown that it could not explain the
whole broadening, but the interplay between the
static magnetic field inhomogeneities and the dis-
tant dipolar fields changed the contributions of
the latter along the sample, creating a distribution
of experienced average dipolar fields [18].

Due to the superimposition of clustering effect, dis-
tribution of dipolar fields, and radiation damping, this

I I
I I
I I
I I
I I
I I
60 40 20 0 Hz : : :
I I )
1 1 1 : :
1 1 1 1 |
1 1 1 1 |
1 1 1 J
T T ] T T T T T T T T T T T T T T T T T T T T T T
35 30 25 20 Hz 35 30 25 20 Hz 35 30 25 20 Hz 35 30 25 20 Hz 35 30 25 20 Hz
#1; 0.2 min #5; 1.5 min #20; 6.8 min #40; 13.8 min #64; 23.5 min

Fig. 2. Evolution of the 129X ¢ resonance line shape along the experiment performed with the sequence of Fig. 1 and a xenon flip angle of ~20°.
Only 5 out of the 64 acquired spectra are shown. In inset, this xenon spectrum was acquired with a very small flip angle (~2.5°) prior to the
beginning of the experiment. The magnitude of the dipolar field By, was 0.46 uT according to proton measurements; this might represent a shift

of about —4 Hz for '**Xe spins (see Ref. [18] for a discussion).
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experiment clearly reveals the richness of the xenon spin
dynamics when large xenon magnetization is present but
also the difficulty to determine the principal characteris-
tics (resonance frequency, average dipolar field) of the
spin system by exploiting xenon spectra [18].

3.2. Proton NMR spectra

The principal features of proton spectra of a solute in
the presence of large amounts of polarized xenon can be
seen in Fig. 3, obtained using the pulse sequence of
Fig. 1. If the 'H resonance line-width remained constant
along the experiment, the two other main 'H spectral
parameters were affected.

— Obviously, when the experiment was performed
without locking the magnet, the resonance fre-
quency of any proton changed according to the xe-
non magnetization. The variations were identical
for all protons as observed in Fig. 3 for aldehyde
proton (A) and methyl group (B) of trans-2 pente-
nal. This change of magnetic field experienced by
any proton resulted from the field created by xenon
magnetization, Mx. [17]. The shift 0y in hertz was

210 = EvyBuaip
B Ho (1)
= —1000 ?gCXeNPXeYXe’YHh

#60

with A the Avogadro’s number, vx. and vy the xe-
non and proton gyromagnetic ratio, cx. and Pyx. the
'29Xe concentration in molL™' and polarization
level, respectively, and £ was a numerical factor de-
pendent on the sample’s geometry (—1/2 <& < 1).
For each peak, by fitting its resonance frequency g
observed at the nth spectrum to the function:

o' = 6HCOS”710ﬁt ~+ &y (2)

where cos 6y, corresponded to the Xxenon magnetiza-
tion losses between two consecutive proton spectra,
the maximum average dipolar fields 0y experienced
by protons were determined. We found
0y=9.81%+0.13Hz and 04 =9.84+0.10 Hz for
the aldehyde proton and the methyl group, respec-
tively (05, = 18.8° £ 0.4°). Beside the perfect agree-
ment between these two fitted values, to the best of
our knowledge, this Bg;, field of 4.6 mG corre-
sponded to the largest one obtained in a protocol
where the polarized system was dissolved in an usual
solvent. This field Bg;, was about 20 times larger
than that created by proton water in a 10-T magnet
at room temperature. The main improvement of
this experiment relative to similar protocol we used
[18], resided in resorting to a lower-temperature ex-
periment (273 K instead or 293 K) which ensured
a higher xenon solubility [19]. A larger xenon
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Fig. 3. Example of the evolution of the proton resonance line as a function of the xenon magnetization. Between two consecutive FIDs a § ~ 20°
hard pulse is applied on the xenon spins, reducing xenon magnetization and thus the average dipolar field and the SPINOE it creates. These 'H
spectra were obtained with the pulse sequence of Fig. 1, while the associated '**Xe spectra are presented in Fig. 2. (A) Aldehyde proton of trans-2

pentenal; and (B) methyl group of trans-2 pentenal. 70
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concentration could thus be obtained without requir-
ing an unsafe increase of pressure.

— Proton peak intensities were also strongly affected
by the presence of laser-polarized xenon with a pos-
itive spin temperature (Fig. 3). Signal intensities
were strongly enhanced at the beginning of the ex-
periment when compared to that at the end, i.e.
when xenon magnetization was strongly reduced
by pulses. In Fig. 4, the signal intensities of the alde-
hyde proton and of the methyl group are represented
as a function of time. The best-fit theoretical curves
to Acos” ' # + B are superimposed. It clearly ap-
peared that, conversely to the resonance frequency
shift, the amount of proton signal enhancement A
was dependent on the considered proton. It was
2.4 times larger for the aldehyde proton than for
the methyl group. This relative proton enhancement
nu = A/B results from the xenon—proton dipolar
cross-relaxation (SPINOE) [20,21]. Using a simple
linear model, it is proportional to

H
o UXeHTl MXe

My G)

Mu

where ox.y is the xenon—proton dipolar cross-re-
laxation rate, T%' is the proton longitudinal self-re-
laxation time, and My is the proton
magnetization at equilibrium, i.e. when the whole
xenon magnetization has relaxed. For a molecule
without specific interaction with xenon, the dipolar
cross-relaxation rate ox.y is governed by intermo-
lecular interaction and can thus be evaluated by
a simple translational model. Accordingly the

34

Relative intensity (a.u.)
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Fig. 4. Variation of the relative signal intensity of the aldehyde pro-
ton (filled squares) and methyl proton (open circle) as a function of
time. Between points n and n + 1 the xenon magnetization is reduced
by a # ~ 20° hard pulse. Same experiment as in Fig. 3.

enhancement 7y becomes linearly dependent on
the self-relaxation time of the considered proton
as experimentally confirmed [18].

Proton NMR consequently appears as a valuable
source of information on the xenon magnetization. In-
deed the frequency shifts are identical for all protons
and characterize the average xenon magnetization along
the sample, since it only results from long-distance di-
polar interactions averaged on the whole sample. On
the other hand, the variations of the proton signal inten-
sities depend on SPINOE, which is a local effect. Even
if this enhancement is dependent on the proton longitu-
dinal self-relaxation time and of the xenon affinity to the
molecule (Fig. 3), relative variations in time or in space
along the sample allow the characterization of the local
xenon magnetization. For instance, an enhancement of
proton signal happens for xenon with positive spin tem-
perature, while xenon with negative spin temperature
induces a decrease of proton signal (Eq. (3)). The pos-
sible interest in the knowledge of the xenon magnetiza-
tion sign resides in the dependence of the frequency
shift 6y on the geometric factor £, which can be either
positive or negative (Eq. (1)).

3.3. Maser emission

These experiments designed to explore the effect of
DDF and to characterize the average dipolar field in-
duced by xenon magnetization were primarily per-
formed with positive xenon spin temperature. Indeed
for negative xenon spin temperature, the magnetization
was anti-aligned with the static magnetic field, i.e. it
was in an unstable state, with the upper Zeeman level
more populated. In these conditions, any rf excitation
could excite, due to radiation damping, a larger amount
of xenon magnetization than expected. As a conse-
quence, even if similar behaviors were observed for
negative xenon spin temperature [18], this non-linear
coupling could inhibit the preceding careful analysis
designed to comparatively study the variation of
SPINOE, average frequency shifts, line broadening
and xenon signal intensities.

With the recently achieved larger Bg;, values, i.e. with
the larger xenon magnetization Mxe, the situation has be-
come even more curious. Indeed, as shown in Fig. 5, the
system became able to spontaneously create a large trans-
verse magnetization, i.e. emit a burst of rf irradiation. This
is reminiscent to maser emission. Similar spontaneous
maser effects were observed for laser-polarized *He
[22,23] but in a situation where the optical pumping cell

71 was connected by diffusion to the NMR active volume.
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Fig. 5. Observation of a spontaneous transverse xenon magnetiza-
tion, i.e. a maser emission. Xenon was laser-polarized with a negative
spin temperature. No radio-frequency pulse was applied, only signal
acquisition at the xenon frequency was performed.

Qualitatively, this maser emission can be explained
in such a way that the presence of a large amount of xe-
non in the sample induces a non-negligible spin-noise
in the coil [24,25]. These small fluctuations of the
transverse magnetization can pass a threshold defined
by the relative weight of transverse relaxation which
tends to wash out these fluctuations and radiation
damping, which tends to amplify them by driving the
magnetization towards its stable state, i.e. aligned
with the static magnetic field [26]. When this require-
ment is achieved maser emission starts. The RD cou-
pling between the transverse magnetization and the
coil is the motor which is active when the transverse
relaxation time is longer than the characteristic RD
time [27]. When this condition stops to be valid, the
maser emission stops. Obviously, this simple model
has to be refined to take into account the collective ef-
fects present in xenon spin dynamics, which result
from DDF and lead, for instance, to the appearance
of spectral clustering.

4. Conclusions

Distant dipolar fields appear as a source of complex
spin dynamics but promising perspectives [9—12] de-
serve their careful study in order to bring their applica-
tions from specialized laboratories to the majority. In
this article, we have illustrated the variety and the com-
plexity of phenomena induced by large DDF obtained
when a large amount of laser-polarized xenon is dis-
solved. In particular, we are reporting the largest aver-
age dipolar field observed in a deuterated solvent.
This was achieved by increasing the solvent solubility
through lowering the temperature. This approach ap-
pears appealing since a larger range of diffusion coeffi-
cients or of average dipolar field can thus be explored on
the same apparatus. Experimental protocols are never-

theless complicated by always possible temperature 79

gradients, which might induce biases. We also show
the complementarity between proton and xenon NMR
to probe xenon magnetization. Finally, we are reporting
what we believe to be the first spontaneous maser emis-
sion observed at room temperature in a commercial
NMR spectrometer using a solute previously polarized
in a batch mode. This large spontaneous transverse
magnetization can appear when a large amount of polar-
ized xenon with the upper Zeeman level populated is
placed inside a xenon-tuned coil. A better characteriza-
tion of this type of phenomenon has been undertaken in
our laboratory and will be reported elsewhere.
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IV.3 Discussion

Cette étude apporte des précisions sur la modification des spectres des especes en
présence d’une aimantation importante dans I’échantillon et permet de sonder la valeur
de celle-ci.

Les effets identifiés ici sur une espece hétéronucléaire — ici le proton — sont tout a
fait comparables a ceux d’un champ moyen : comme décrit en II, 'aimantation M du
xénon crée un champ dipolaire By dont la partie statique se superpose au champ By
et qui provoque donc un décalage des fréquences de toutes les especes hétéronucléaires S
d’une quantité —ygBq. Cependant, les effets constatés sur une aimantation hétéronucléaire
peuvent étre plus complexes [49], du fait de la dépendance du champ dipolaire globale
vis-a-vis de la géométrie de la distribution des spins, donc du facteur &, et de la capacité
qu’a une forte aimantation M a briser son homogénéité spatiale, dans le cas d’apparition
d’émissions maser. De la méme maniere, la non-concordance d’une expérience a 'autre
entre le signe d’accroissement des raies par effet SPINOE et le signe du décalage de la
fréquence de résonance du proton (cf. chapitre VI) est une autre preuve tendant a montrer
que la vision d’'un champ moyen ne peut donc étre maintenue dans ce cas-la.

Les effets homonucléaires recensés ici concernent a la fois la forme, le décalage en
fréquence et la largeur de la raie de résonance du xénon. La forme est affectée par le
phénomene de regroupement spectral, qui se caractérise par ’apparition de pics tres fins
sur le spectre du xénon, de largeur a mi-hauteur inférieure a 0,1 Hz. Les deux articles
révelent par contre que l'effet de la forte aimantation sur la largeur du spectre et le
décalage de la fréquence centrale ne correspond pas a celui attendu. En supposant que
les spins sont tous identiques, le décalage théorique devrait étre égal & —3/2yx.Bq; en
supposant a l'inverse que les disparités de déplacement chimique sont trop fortes, une
partie non négligeable des termes de flip-flop doivent étre exclus du calcul de By, on
obtient un décalage égal a —vyx.Bq. Les articles précédents montrent que la situation est
un intermédiaire, avec un décalage compris systématiquement entre ces deux valeurs selon
les expériences, mais non reproductible d’une fois a 'autre. Si I’'on écarte I’hypothese d’une
distribution due aux variations thermiques d'une expérience a ’autre, aucun modele ne
permet d’expliquer ce comportement.

La largeur de raie du xénon est elle aussi dépendante de la polarisation P de celui-
ci. L'effet observé est contraire a celui constaté en RMN des solides, pour laquelle on
constate un affinement de la raie avec P (cf. IL.1 et [16]). Ici au contraire, la largeur de
raie a mi-hauteur augmente d'un facteur 1,5 entre P=1% et 10%, et cet effet ne peut
donc pas étre attribué a ’élargissement dipolaire. L’effet d’amortissement cohérent et les
instabilités apparaissant apres des impulsions d’angle important peuvent certes contribuer
a cette variation [23, 25|, mais la tres faible dépendance de la largeur de raie en 6 pour
une gamme d’impulsions allant de # = 1,5° a 20°, constatée expérimentalement, impose
de chercher un autre cause.
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Fi1a. IV.1 — Spectre 'H du trans-2-pentenal dans CgD1o (deutéré a 99.6%)

IV.4 Spins identiques ou spins différents

Examinons plus précisément la conjecture expliquée en page 10 du premier article.
Celle-ci suggere que 'élargissement peut étre di a 'addition, pour chaque pulsation w, de
deux décalages fréquentiels :

e un décalage du aux spins de fréquence de résonance w’ trés proche de w, décalage

pour lequel le facteur 3/2 doit étre pris en compte,

e un décalage du a tous les autres spins qu’on peut considérer comme hétéronucléaires

par rapport aux spins de déplacement chimique w.

Un premier modele

Il est possible de majorer la contribution due aux spins homonucléaires et de pulsation
de résonance w donnée. Supposons qu'un spin / ayant w pour déplacement chimique soit
situé au point rg, et qu’un spin S de méme rapport gyromagnétique vy et de déplacement
chimique w’ soit éloigné de I d’une distance r. Etendons la condition de non-troncature
du couplage dipolaire ##7¢ a dix fois sa limite :

|w'—w| < 10'(5[5 (IVl)
On peut majorer le couplage dipolaire d;g par :

A f107*h
015 < 25 o A=

Supposons que la distribution initiale des déplacements chimiques — sans tenir compte

des effets dipolaires — dans la résonance des spins de rapport gyromagnétique vy est une

Lorentzienne d’étalement Aw :
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n 1

= V.2
TAw . w—wp)? (1v:2)

Deltaw?

Supposons de plus que cette distribution soit valable a toute échelle de distance, c’est-a-
dire que pour tout volume infinitésimal dV' de 1’échantillon, la distribution spectrale des
ndV soit encore L(w). Dés lors la contribution au décalage en fréquence de I due aux
spins situé a une distante r (& dr pres) et de couplage dipolaire non tronqué peut étre
majorée par :
L2 yar 202 p = 10t
2 73 r3 2m2rd
Le décalage dii aux spins partageant un couplage dipolaire non tronqué avec les spins de
fréquence de résonance w, au total et apres intégration sur r, est inférieur a :
g B 10p2h2y*n
no-corr — 6773d3Aw
ou d est la plus petite distance d’approche entre deux spins pour laquelle un couplage
dipolaire ne peut pas étre considéré comme moyenné a 0 par le mouvement brownien.
W.S. WARREN fait généralement I’approximation [17] que cette distance d est de I'ordre
de 10 a 100 pm, selon la viscosité du solvant et la concentration du produit étudié. Or,
pour 1 um, le décalage engendré est déja inférieur! & 4 - 10~7 Hz. Ce calcul invaliderait
donc la conjecture émise lors de la rédaction des articles et stipulant que la variation de la
largeur de raie pourrait étre due a une modulation des décalages de chaque pulsation, donc
a une convolution de la largeur de raie initiale par un décalage dipolaire proportionnel a

L(w).

L(w)Pdr

Corrélation spatiale du champ

Le calcul qui précede est basé sur 'homogénéité spatiale de la distribution des fré-
quences décrite plus haut; or, il est peu raisonnable physiquement de dire que les fré-
quences peuvent varier tres rapidement entre deux points tres proches de I’'échantillon : si
en un point ry la pulsation des spins vaut w =+ dw ot dw est ’élargissement dipolaire et non
du a 'inhomogénéité locale du champ By, il existe une corrélation — due a la continuité
du champ statique — entre w et la pulsation centrale des spins au point rg + r interdisant
a celle-ci de s’écarter trop rapidement de w. En pratique, on peut supposer qu’a courte
distance (r = ||r|| < [, | étant défini comme la distance caractéristique pour laquelle
les valeurs du champ en deux points de l'espace sont décorrélées, du fait de la présence
d’inhomogénéités aléatoires du champ statique B(r) = B, + Biun(r)), la distribution des
fréquences suit une loi normale :

2nl (W —w)?

— __p(Awr/1)2 IV3
ﬁAwre (IV.3)

!Calcul réalisé pour une polarisation de 20%, et une distribution lorentzienne de Aw = 1 Hz, chiffres
comparables aux conditions expérimentales décrites dans les précédents articles

N, (W)
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Si le champ statique varie peu sur une distance de 'ordre de quelques longueurs d
(I > d), le calcul précédent est modifié : il y a un nombre non négligeable de spins 5
situés a une courte distance (comprise entre d et [) du spin I et de déplacement chimique
comparable a w, pour lesquels le couplage dipolaire ne peut étre tronqué. La contribution
au décalage en fréquence d'un spin I de déplacement chimique w par les spins situés a r
(a dr pres) et de déplacement chimique w’ vérifiant vis-a-vis de I la condition IV.1 peut
étre évaluée? comme :

10A

“HLE A Apoy*hnl P [tee o) 2
/ —Arr® N, (W) Pdw'dr = “Hoy / / e 2o/ dudr
L_l0a 73 VTAwr? 0

3

ot a(r) = 10A/r3. On peut encore Pécrire sous la forme :

4pgy*hnP
T

avec b(r) = 10Al/Awr? et ou G est la fonction de Gauss définie comme :

G(b(r))dr

G(z) = /O S ar (1V.4)

La contribution totale de ces spins vaut donc, apres intégration par rapport a r entre
d et L, ou L est la plus grande distance pour laquelle I’application de la loi normale IV.3
a encore un sens :

woy:hnP /L mathcal(b(r))dr
sqript  Jg4

L’évaluation de la fonction b(r) nous permet d’affirmer que sur 'intervalle considéré et
quelles que soient les valeurs — réalistes — prises pour [, sur lintervalle d < r < L,
(b(r)) =~ b(r) avec une trés bonne approximation. Finalement la contribution de ces spins
est donc de 'ordre de

_ Sugh*y*nlP

corr — o o5 /— A 4 H
5 A2\ /T Awd* en e

et il est intéressant de constater que cette valeur ne differe de la valeur calculée précédem-
ment que d’un facteur :

Scorr = 371—\/]7@ : l/d : Sno—corr

or d ne peut étre inférieure a 100 nm du fait de la concentration et du mouvement brow-
nien, et [ ne peut physiquement pas dépasser le millimetre, ce qui ne permet guere de
dépasser une modulation du décalage fréquentiel de 0,07 Hz (soit 7% de Aw) dans le
meilleur des cas.

2En omettant la dépendance angulaire et géométrique en 6 et &
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Conclusions sur ces deux modeles

Tous comptes faits, les calculs précédents nous conduisent a conclure que, méme en
tenant compte d’une éventuelle corrélation spatiale (de grain ) dans la distribution spec-
trale, il est impossible de décrire ’élargissement spectral visible sur le spectre du xénon
dans les articles précédents par une quelconque modulation des décalages en fréquence
dus aux effets dipolaires. En somme, quel que soit le spin ¢ qu'on puisse considérer, en
reprenant ’équation II.8 :

> 6y <ty (IV.5)
J~1
ou j ~ i signifie que les spins I; et I; sont des spins identiques ou « like spins », c’est-a-dire
que leurs déplacements chimiques sont suffisamment proches pour vérifier IV.1.

Il reste que la conclusion de ce calcul va a I’encontre d’autres expériences, notamment,
Iexpérience GOLDMAN-DESVAUX, qui prouve qu’il y a effectivement un nombre important
de spins devant étre considérés comme « like » ; il est donc clair qu'une des hypotheses
ci-dessus n’est pas valable. Ainsi, les calculs précédents ont été menés en admettant une
condition tres lache sur la répartition spatiale du champ et les conditions de couplage fort.

En particulier, nous avons supposé des raies Zeeman des atomes de xénon qu’elles
possédaient une finesse infinie (relaxation infinie). Si, au contraire, on tient compte de la
largeur de ces niveaux, naturellement élargis par exemple par ’ensemble des niveaux des
atomes de xénon, dans le calcul du nombre de spins considérés comme identiques, il est
tres probable que la conclusion résumée par 1’équation IV.5 devienne fausse, permettant
de ce fait d’expliquer les expériences basées sur ’existence de recouplages importants entre
spins identiques.

Il est enfin également possible que 'opération de séparation des moyennes de type
(I,S.) = (I,)(S,) ne puisse étre faite systématiquement (cf. par exemple le passage entre
les équations (9) et (10) du premier article de cette partie). Nommons p, (resp. py) et Tr,
(resp. Trp, Tryp) la restriction a l'espace I, (resp. I, I, ® I,) respectivement de la matrice
densité et de l'opérateur Tr. Calculons par exemple la différence entre (S2S%) et (5)(S?)
pour deux spins S, et S, identiques et indifférenciables :

(57 — <S§>1a)52> = Tra,b[(sg - (Trasgpa)la)sgpa,b]
= Tra,ngpra,b — Tr, S pa - Tra,b]-asspa,b

z

= Tra7b535bpa,b — TroS%pa - TrbSi’pb

z

Ces deux quantités ne sont égales que dans le cas ol p,p = po ® pp. Or, comme on l'a
vu en II.3.2, cette factorisation de la matrice densité p,; ne peut étre réalisée que si
tous les spins a et b sont décorrélés. Cette condition, hors du formalisme de la molécule
moyenne, pour un tres grand nombre de spins, n’est pas systématiquement réalisée. La
séparation des traces n’a donc pas forcément un sens lorsqu’on considere un ensemble de
spins indifférenciables et partiellement corrélés comme cela peut étre le cas pour ’ensemble
des spins de xénon. Ceci pourrait donc expliquer la différence constatée entre la valeur
attendue du décalage de la fréquence de xénon avec la polarisation et les valeurs observées
expérimentalement, qui peuvent éventuellement varier en fonction de 1’état de corrélation
des spins de xénon.
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Chapitre V
L’expérience SPIDER

V.1 Introduction

V.1.1 Le transfert de polarisation en RMN

Si I'étude des spectres de gaz hyperpolarisés a déja trouvé certaines applications en
imagerie ou en spectroscopie [32, 50-58], un champ tres important d’utilisation concerne
les transferts possibles de leur polarisation vers des especes d’intérét chimique, notamment
le proton.

Les expériences de transfert de polarisation en RMN ou en RPE ont pour but d’obtenir
des informations sur un noyau peu polarisé, a partir de la polarisation d’une espece de rap-
port gyromagnétique plus grand ou de polarisation transitoirement plus élevée. L’analogie
avec la thermodynamique est tres instructive : un ensemble statistique de spins homonu-
cléaires de polarisation donnée constitue un thermostat a sa température de spin associée
T,. Sil’on met en sa présence un autre systeme thermodynamique de capacité thermique
beaucoup plus petite, ce dernier aura au bout d’un temps infini une température de spin
égale. Il faut pour cela un couplage entre les deux systemes par lequel 1'équilibre des
températures peut étre réalisé. Dans le cas de la RMN, ce transfert peut étre strictement
non-cohérent (relaxation croisée) ou bien de nature cohérente (polarisation croisée par
Hartmann-Hahn en solide, SPIDER) selon que I’hamiltonien de couplage est aléatoire ou
non, de moyenne temporelle nulle ou pas.

V.1.2 SPINOE et DNP

Ces deux expériences sont basées sur l'utilisation d’une espece transitoirement hyper-
polarisée : dans le cas du SPINOE (« Spin-Polarization Induced by Nuclear Overhauser
Effect »),c’est le spin du noyau du '*Xe qui sert de source de polarisation, dans le cas de
la DNP (« Dynamic Nuclear Polarization »), il s’agit d’une espece chimique possédant des
électrons célibataires dont la transition a été saturée par irradiation.

La DNP inventée dans les années 1950 a été appliquée a 1'étude des systemes biolo-
giques par R.G. GRIFFIN a 'état solide [59] puis (indirectement) liquide [60, 61]. Elle
permet un accroissement important de la polarisation des noyaux, d'un facteur parfois
supérieur a plusieurs centaines [60]. Un obstacle important a 'emploi de cette méthode
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est le nécessaire passage a 1’état solide pour obtenir un transfert efficace entre les électrons
et les noyaux (cf. figure V.1) : si 'on veut étudier des cellules, des organites complexes, ou
méme des macromolécules a 1’état liquide afin de déterminer les différentes dynamiques
moléculaires, il est nécessaire de congeler un nombre important de fois ’échantillon, ce
qui peut endommager ces structures.

w2

'

CP Decoupling

T

15NB1P/13G m n /\

Fia. V.1 — D’aprés [59]. Séquence DNP permettant I’échange de polarisation entre les
électrons et le proton puis entre les protons et les autres noyaux dans un échantillon RMN.

L’expérience SPINOE [62], réalisée par I’équipe de A. PINES est un exemple de transfert
de polarisation non cohérent en phase liquide entre du xénon hyperpolarisé dissous et les
protons présents dans la solution. Ce transfert est basé sur la relaxation croisée entre
les deux espeéces ; I'augmentation de la polarisation d’un proton dépend donc en r=¢ de
la distance aux spins de xénon les plus proches, et ne peut étre efficace que pour les
protons « accessibles » au xénon (chaines latérales des acides aminés impliqués dans
la conformation d’un site de protéine ou protons a la surface de macromolécules par
exemple). Inversement, il existe donc des protons dont le signal ne peut étre accru car ils
sont inaccessibles au xénon en solution.

b
FELY T

8 7 6 5 4 3 2 1  ppm

F1G. V.2 — Drapres [51]. Visualisation de l'effet SPINOE : spectres 'H de cryptophane en
présence de 29Xe hyperpolarisé (spectre du haut : Ty > 0; spectre du bas : Ts < 0). La
différence des deux fait apparaitre les protons en interaction proche avec le xénon.

L’idée fondatrice de l'expérience SPIDER est de coupler un proton non plus avec les
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plus proches xénons par le biais de la relaxation croisée, mais avec ’ensemble des atomes
de xénon de la solution par l'intermédiaire du couplage dipolaire a longue distance par
une séquence de polarisation croisée. Si 'on veut mettre en place un transfert efficace
et cohérent de polarisation, il est en effet nécessaire, d’apres la regle d’or de Fermi, de
croiser les niveaux Zeeman des deux especes en présence : 'H et 12Xe. Ceci est réalisé au
moyen d’un double « spin-lock », a savoir une impulsion de 90° suivie d’'une irradiation de
Hartmann-Hahn avec un champ radiofréquence a la résonance de chaque espece, et d’axe
tournant colinéaire avec la direction de 'aimantation de ’espece en question. On irradie
le xénon avec un champ d’une intensité Bx. = w;/7xe & sa fréquence de résonance wf)(e,
et le proton avec un champ By = w;/yg & sa fréquence de résonance wf'. La séquence
MOIST(x,-x) [63] utilisée dans une partie des expériences SPIDER décrites dans l'article
ci-apres est présentée en figure V.3.

X -X
Spin-lock
129y R
1H . 3 H

Fia. V.3 — Séquence MoI1ST(x,-x) utilisée dans SPIDER comme séquence de recouplage de
Hartmann-Hahn entre le xénon et les protons.

Supposons que les protons soient suffisamment peu concentrés dans I’échantillon pour
que I'on puisse appliquer dans leur cas le formalisme de la molécule moyenne ; on considere
alors un seul proton (noté spin I) entouré d’un bain de N spins de xénon (notés chacun
S;). Durant l'irradiation, si ’on applique le double changement de représentation associé
a l'opérateur unitaire

U = exp (zwétlz) exp (z Z w§tSi>

Phamiltonien effectif # dans ce double référentiel tournant est semblable & la somme
d’un hamiltonien Zeeman et d’un hamiltonien dipolaire, sauf que dans cette nouvelle
représentation, les fréquences Zeeman sont égales pour 'H et pour ?*Xe :

JQ?ZWIIZ_FWIZS%_F’%%

Si I'on utilise des irradiations suffisamment fortes, le couplage dipolaire peut étre traité
comme une perturbation au premier ordre de I'hamiltonien radiofréquence. Il permet le
transfert d’énergie qui assure la thermalisation des protons a la température de spin Tj
du xénon dans son référentiel tournant.
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Abstract. Peculiar nuclear spin systems can be polarized at a level of thousands times the value obtained
at thermal equilibrium, for instance by optical pumping. When concentrated, these systems create a size-
able average dipolar field which is experienced by any nuclear spin. We propose to use these distant dipolar
fields for performing a polarization transfer in the Hartmann-Hahn conditions. We report the maximum
enhancement value calculated using the spin temperature approach and first theoretical insights on the po-
larization transfer rate. Using, as an example, dissolved laser-polarized xenon, we show that by spin-locking
both xenon spins and a proton spin of a solute, the polarization of the latter is enhanced. This is obtained
without the existence of chemical interaction between the two entities and with characteristic rising time
not directly correlated to the proton self-relaxation time. By its generality and its non-local feature, this
approach could make possible nuclear magnetic resonance spectroscopy on very dilute systems.

PACS. 82.56.-b Nuclear magnetic resonance — 76.70.-r Magnetic double resonances and cross effects —

82.56.Jn Pulse sequences in NMR — 32.80.Bx Level crossing and optical pumping

1 Introduction

Liquid-state nuclear magnetic resonance spectroscopy
(NMR) is a very powerful method for chemical analy-
sis [1]: basically, the sensitivity of the resonance frequency
of a given nucleus to its surrounding gives access to the
chemical function, the scalar coupling between nuclei en-
ables characterization of the through-bond connectivity
network, and the monitoring of dipolar cross-relaxation
allows 3D structure determination. It remains that the in-
herent sensitivity of NMR relative to other spectroscopies
is low. This arises from the small involved energies, which
induce poor nuclear polarization and detection at low fre-
quencies [2]. As a consequence, NMR studies of sub mi-
cromolar solutions or real tests of quantum computing by
liquid-state NMR [3] are beyond the present capabilities.
Beside new detection schemes [4-6] which fields of appli-
cation are for the present time limited, the technical so-
lutions used to improve the signal to noise ratio with in-
ductive detection consist in increasing the static magnetic
field By and/or designing new probeheads and electronic

? e-mail: hdesvaux@cea.fr

> Present address: Service de Chimie Inorganique et
Biologique, 17 avenue des Martyrs, CEA/Grenoble, 38054
Grenoble, France.

http://www.edpsciences.org/epjap

detection circuits. Nevertheless the former solution, which
was systematically exploited since the early days of NMR,
is inherently limited by the properties of magnetic mate-
rials [7]. Nowadays, even for protons of high gyromagnetic
ratio 7y, the nuclear thermal polarization Py

~YrhBy
2kT (1)

at room temperature T is smaller than 8 x 107° in the
highest NMR spectrometer magnets. Various methods
such as optical pumping [8], dynamic nuclear polariza-
tion [9,10] or use of parahydrogen [11] can provide nu-
clear spin systems with very high polarization Ps (> 0.01)
inducing huge signal enhancement factor (Kg > 10%)
relative to the thermal equilibrium one, but only on
specific atoms or molecules. In 1996, Navon et al. [12]
proposed the SPINOE method which benefits from the
dipolar cross-relaxation to transfer the polarization of dis-
solved laser-polarized xenon to other nuclei. A decade
later, this approach appears to be efficient only for so-
lute molecules exhibiting affinity for xenon [13-16]. We
describe here a completely different approach, in which
the highly polarized spin system transfers its polarization
to the solute nuclear spins of interest using the distant
dipolar fields the former creates. These coherent interac-

P; = tanh

gations are used to couple the two nuclear spin systems. The

http://dx.doi.org/10.1051/epjap:2006107
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polarization transfer is performed through dipolar recou-
pling obtained by radio-frequency (rf) irradiations in the
Hartmann-Hahn conditions. Since the present approach
is based on long-distance dipolar interactions, affinity be-
tween the highly polarized spin system and the solute is
not required. Thus any molecule can benefit from the sig-
nal enhancement. After having described the principle of
this experiment, we report in the present paper the cal-
culation of the expected 'H signal enhancement based on
the spin temperature model. We, then, theoretically tackle
the problem of the polarization transfer rate, revealing the
complexity of the dynamics in this spin system. Finally we
report first experimental illustrations of this approach us-
ing laser-polarized xenon as highly polarized system.

2 Theoretical principles of the experiment
2.1 Concept

Any given spin experiences dipolar fields created by all
its neighbors. Since each of these interactions depends on
the angle between the involved internuclear vector and
the static magnetic field direction, the molecular Brow-
nian motion, present in liquids, averages out short-range
contributions but long-range dipolar interactions remain.
The given spin consequently experiences a sum of long
distance dipolar effects which has a negligible effect, ex-
cept when the concentration and/or the polarization are
large [17].

For instance, the average dipolar field superimposes
to the static magnetic field, and typically a protonated
solvent such as water in a standard NMR tube located
inside a 14 T magnet at 293 K produces a field of 2 x
1078 T [18]. Thus, the resonance frequencies of all protons
are shifted by about 0.8 Hz depending on the direction of
the solvent magnetization. Resorting to a highly polarized
spin system allows the preparation of much larger average
dipolar fields [19]. Indeed the shift §, given by [18]:

5:—%MWM%NRWMW (2)

appears to be linearly dependent on the concentration cg,
the polarization Pg and the gyromagnetic ratio vg of the
source of dipolar field. Finally N is the Avogadro’s num-
ber, po the vacuum magnetic permeability and £ is a factor
dependent of the sample geometry (—1/2 <& < 1).

During the last decade many other effects created by
distant dipolar fields in high resolution NMR, have been
reported: detection of cross-peaks in 2D CRAZED spec-
tra between spins of different molecules [17], even lo-
cated inside distinct containers [20], cross-precession af-
fecting the observed splitting between protons in scalar
coupling [21], chaotic behavior [22-25], polarization trans-
fer [26,27], precession frequency determination by remote
detection [27], ... All these effects result from intermolec-
ular coherences evolving under the influence of long range
dipolar Hamiltonians [28-30].

84 = dpSEL.

Polarization transfer based on free evolutions under
the influence of dipolar interactions presents the draw-
back to lead to anti-phase coherences which need to
be refocused. Hence, a polarization transfer depends on
the two distant dipolar fields, created by each of the
two species, respectively. It has consequently been devel-
oped for a two-species systems which concentrations are
high [26,27]. In contrast, we suggest here to achieve this
polarization transfer by using a Hartmann-Hahn recou-
pling scheme [31], i.e. in the presence of simultaneous on-
resonance rf irradiations of matched amplitudes applied
on the source and solute spins. Thus in-phase polarization
transfer under the influence of distant dipolar fields be-
comes possible. We suggest to call this experiment by the
acronym SPIDER for Spin-Polarized InduceD Enhance-
ment by Hartmann-Hahn dipolar Recoupling. Essentially,
the key idea is to sufficiently match the energy levels of the
proton and highly polarized spin systems in the rotating
frame by adjusting the rf amplitudes, in order to mix the
states, through the influence of the distant dipolar fields.

2.2 Formal description

For deriving a theoretical description of the SPIDER ex-
periment, we consider, without loss of generality, a spin
system composed of, for the source of polarization, n spins
S% let say xenon, and, for the solute spin, of one proton I.
In the absence of rf irradiations, the full spin Hamiltonian
is:

%szSS§+wIIZ+Z%kI+%’ﬁPS (3)

k=1 k=1
where we have successively, the Zeeman static
Hamiltonians, the xenon-proton dipolar interactions

sk and the homonuclear xenon-xenon dipolar inter-
actions %ﬁi‘?s . In a first step, we shall split the dipolar
Hamiltonians according to their time properties: (i)
those which are randomly time-dependent due to the
Brownian motion and which contribute to dipolar self-
and cross-relaxation, leading for instance to SPINOE;
(ii) those which are “static” since the two spins are too
distant for their dipolar interaction to be averaged by
the translational diffusion motion. The n xenon spins
are consequently split in n — N located in a volume
close to the proton for which the dipolar interactions are
fully averaged out, and N spins for which static dipolar
contributions, which can be truncated relative to the
static Zeeman interaction, remain (Fig. 1). Considering
only the non-random Hamiltonian, equation (3) becomes:

n N
SS
H = wsSEtwil. + > My +H gy, (4)
k=1 k=1

with the truncated dipolar interactions 73, ,:

,_ poyiyshl —3cos? Oy
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Fig. 1. Schematic representation of the nature of dipolar inter-
actions between xenon (filled circles) and proton (open circle)
spins. In the gray area, the n — N heteronuclear Xe-H dipolar
interactions are averaged out by the Brownian motions. The N
other xenon spins are located outside inducing “static” dipolar
interactions (solid lines). Now considering xenon-xenon inter-
actions, typically some interactions, as illustrated by the dotted
lines, are averaged out by the Brownian motions (even if the
two spins belong to the N set) inducing cross-relaxation while
others (dashed lines) are “static” inducing cross-polarization.
As illustrated in this figure, in fact the n xenon spins have to
be considered.

where fgi; is the angle between the internuclear vector
—

S*I of length rgr; and the static magnetic field direction.

' gii is the sum of all static xenon-xenon dipolar interac-
tions after truncation relative to the Zeeman Hamiltonian
(see Sect. 2.4.2 and Fig. 1 for a discussion on which xenon
spins have to be considered).

Considering as an example, the free transverse evolu-

tion of the proton spin, one obtains:

d N
E<[+> = wr(l) —i—zzdk(SfIJr)
k=1 N
k=1
:Z((,(J]+27T(S)<I+> (6)

where we have used the fact that there is no correlation
between distant spins [28], and where § is the average
dipolar field created by the xenon spins (Eq. (2)). 276 is
in fact equal to the first moment ./ of the heteronuclear
dipolar interaction. Equation (6) proves that the preces-
sion frequency of the proton is influenced by the distant
dipolar fields created by xenon spins.

When we apply on resonance rf irradiations, the non-
random Hamiltonian becomes

n n
H = ZwsSf +wrl, + 2wls coswstZSif
k=1 k=1
N

+2w! coswrtl, + Z dpS*I, + %’if). (7)
k=1

So in the doubly rotating frame (unitary transforma-

Hamiltonian jfg is:

n N
—~ ——SS
H=wP Y Skt wll,+ A, + > dSEL. (8)
k=1 k=1

The last term of equation (8) does not commute with the
Zeeman interaction in the rotating frame and induces the
polarization transfer. In the following we shall denote OZ
the effective field axes in the rotating frame, which are
parallel to Oz. In this rotating frame, we have to truncate
the dipolar interactions relative to these Zeeman interac-

tions, since |dy,| < |w]™®|. Hence:

SS
dip

%=w15255+w{12+%

Obviously the last term ensures an effective coupling be-
tween the two baths, when the Hartmann-Hahn condition:

w! — W] S ldel (10)
is fulfilled!. More rigorously and using analogy with
cross-polarization in solids, the difference between proton
and xenon rf field amplitudes should be smaller than about
the square root of the second moment .ZJ7 created by
the heteronuclear dipolar interactions on the proton (see

— 558
Sect. 2.4.1 and Ref. [32]). Finally the term J#”; , in equa-
tion (8) ensures the existence of a real xenon spin bath to
which the proton is coupled (see Fig. 1 and Sect. 2.4.2).

2.3 Limit value of the 'H signal enhancement

The spin temperature model allows the calculation of the
maximum 'H signal enhancement disregarding the effects
of relaxation and its comparison to the polarization trans-
fer rate. For this, the large polarization of the xenon spin
requires special attention, since the high temperature ap-
proximation can become invalid (Ps > 0.1 in our exper-
iments). At thermal equilibrium and assuming a low po-
larization, the density matrix is:

exp(—fLH) 11— B
Te(exp(—Bp ) 27+

1 n
= onil (1 =) BrwsSE - ﬁLwIIz> (11)
k=1

Oth =

where 81, = h/kT is the inverse spin temperature of the
lattice. In these conditions, the xenon signal after a 90°

L If we do not assume that the rf irradiations are applied
on-resonance, their amplitudes have to be replaced by the ef-

fective field amplitudes 27 s = \/wf’s2 + A%S, where Ay g are

the frequency offsets. Moreover the coupling is scaled down by

tion by U = expu(wrtl, + > 5, wstSk)), the effective grthe factor (sind;sinds) with J;.s = arctan(w! " /A1 s).
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hard pulse along Oy which transforms oy in Ugh is pro-
portional to:

(S,) = Tr <agh ZSZ;) - 2ﬁff ZT (SESL)
k
= ——”ﬂzws. (12)

For a laser-polarized xenon sample, the xenon density
matrix is:

€xp (7ﬂp01w5 Zk S,I;)

2n+1 cogh™ —B‘”QWS
1
i (1 2t By 3
k

+ multispin coherences) (13)

Opol =

where the multispin coherences are intermolecular coher-
ences of types SFS!, Skslgm . We can deduce the

z~z
laser-polarized xenon mgnal

n 6 olWs
=Tr (0;01 %:Sf) =3 tanh pT (14)

where 0 o1 is the density matrix after a 907 hard pulse.
From the xenon signal enhancement factor Kg, the spin
temperature of polarized xenon can be deduced:

(Sa)

OBrwsKg = 2tanh M

(15)

During the Hartmann-Hahn transfer and for a time
short relative to the self-relaxation times, the energy of
the spin system is conserved [32-35]. But due to the dipo-
lar coupling the xenon and proton baths will converge to-
wards the same spin temperature in the rotating frame.
In this representation, we assume for simplicity that the
Zeeman Hamiltonian w? Y, S& + w!l; is large relative
to the dipolar energy contribution. The energy is conse-
quently:

() = (crl Wi ZSZ+w1 >
(Uf wi 232+W1 >

where o; and o are the density matrices at the beginning
and end of the irradiation®. Using equation (13), assum-
ing a saturated proton magnetization at initial time and

(16)

2 In this energy conservation, we consider the n xenon spins
and not the restricted number N of xenon spins in static
dipolar interactions with proton, since the existence of secu-
lar cross-relaxation between xenon spins and of static Xe-Xe
dipolar interactions (cf. Sect. 2.4.2) ensures that the xenon spin
bath comprises all spins.

denoting 61’301 the xenon inverse spin temperature in the

rf irradiation of amplitude wy, one finds for the energy at
initial time:
() = " gy P
= —— tanh ——
2 2

Lol is deduced from the expression of the density matrix:

(17)

ws
ﬁ;ol = _sﬁpol- (18)
w1
At the end of the spin-lock, based on the spin temper-
ature model, the energy conservation indicates:

1 /wS’
n; tanh BfQ !

() =~ (19)

where the Hartmann-Hahn condition w! = wy is used. 6}
is the inverse final spin temperature in the rotating frame.
We finally deduce:
ﬁ/ ws n w
tanh L = tanh Pporws .
2 n+1 2

(20)

In the laboratory frame, when the two irradiations are
stopped and then the evolution of the xenon and proton
magnetization are decoupled:

Brwr n

Bpolws
tanh = tanh .
an 2 " 1 an 2

(21)

We can consequently deduce the maximum proton signal
enhancement K7 relative to thermal equilibrium:

Ky = _ tanh(Bywir/2) _Js_n K.

Brwr/2 yrn+1

By this SPIDER approach, we can consequently ex-
pect large proton signal enhancement since Kg is rou-
tinely larger than 10000 for xenon in a 11.7 T magnet with
our experimental apparatus. Even larger K values can,
a priori, be achieved using system with higher polariza-
tions [36-40], or polarized *He of which the gyromagnetic
ratio is three times larger than that of >Xe.

(22)

2.4 Insights into the transfer rate

Whereas the spin temperature approach predicts a large
signal enhancement (Eq. (22)), the effective achievable 'H
signal enhancement depends on the polarization transfer
rate relative to the relaxation processes. The calculation of

the spin dynamics based on the Hamiltonian Y (Eq. (8))
is obviously difficult due to:

1. the non-local nature of the interactions leading to cor-
relations between molecular motions and Hamiltonians
averaging,

2. the fact that we deal with a n + 1 spin Hamiltonian
composed of non-commutating terms,

3. the high polarization of xenon spin system which for-
bids one to reduce the initial density matrix to the two

Qe first terms 1 — 3.7,
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4. the somewhat arbitrary separation between the N
xenon interacting through static dipolar interactions
with proton and the n — N non directly interacting
(Fig. 1),

5. the fact that the dipolar interactions between the n
xenon spins can be “static” or time-dependent,

6. the effect of rf field inhomogeneities, which makes that
fulfilling the Hartmann-Hahn condition (Eq. (10)) on
the whole sample is impossible, with current commer-
cial apparatus.

By the complexity of the theoretical problem and the
limited amount of knowledge deduced from the experi-
ments, we only report in the present paper different clues
to tackle this problem.

2.4.1 Initial build-up rate

The initial time evolution of the proton magnetization can
be calculated starting from the Liouville-von Neumann

equation, using the Hamiltonian J# expressed in the dou-

bly rotating frame (Eq. (8)) and the initial density matrix
V.
pol

~0 -
Upol -

exXp (75{301(%9 22:1 Sg)

’ 1
2n+1 cosh™ —'B‘“Qlws

(23)

At the initial time, for the first derivative, one finds:

d(Iz)
dt

= —zTr([Iz,cf?jgg(,l) =0 (24)

0

and for the second derivative at ¢ = 0, one finds:

d*(Iz)
dt?

= *Tr<[[fz,ﬁ?l];<%715801)
0
- %: di"_glﬂ([fz,usﬁ +I_S8%]

(108" +1-54,55,])
N
Bpolw d?
— tanh —p21 5 Z 1—2 = —%QIISPS
k=1

k=1

(25)

where /)7 is the second moment of the heteronuclear
dipolar interaction as usually computed.

In the present derivation, we have typically assumed
that it exists a cut-off distance r.,; defining two re-
gions of the space?, one (r < rey) for which the n — N
xenon-proton dipolar interactions are averaged out by the
Brownian motion and the other region (r > rcyt) for which
the remaining N dipolar interactions are static (Fig. 1).

3 Due to the second-order Legendre polynomial dependence
of Ay, Teus is dependent on Ggr ;.

87 AN = (1= PEA(0) + (45

This distinction is obviously ill-defined, since the dis-
tance 7.yt increases as the square root of the time during
which molecular diffusion can take place. A more correct
treatment requires to consider the n dipolar interactions

%”S'k ; as time dependent interactions and to introduce
xenon-proton dipolar correlation functions. Such a treat-
ment has been developed by Warren and Ahn in the case
of free evolution [26].

Even if equation (26) does not allow real predictions
on the transfer rates due to the ill-defined 7. value, it re-
veals the direct proportionality to xenon polarization but
also the need for a high concentration in order to enlarge
the second moment .#J7 . Hence, the proton initial build-
up can be described by an effective dipolar interaction
deﬁ‘:

I
dor =\ 2L

2 (27)

By direct integration, one derives that deg is typically

proportional to \/a/rf{j , revealing the importance of
the high xenon concentration and the influence of trans-
port phenomena, through their effect on r... This also
clearly reveals that the polarization transfer rate is in-
dependent of the proton solute concentration. Resorting
to a highly concentrated solute system, as done for free
evolutions [26,27], is then useless.

2.4.2 Influence of the xenon-xenon interactions

As already mentioned, SPIDER presents analogies to the
classical cross-polarization experiment (CP) in solids. This
seems to be a nice starting point for a theoretical deriva-
tion of the transfer rate. The description of the spin dy-
namics for long mixing times in CP in solids has been
performed using the memory function approach [34,41].
The simple extension of this CP theory to our system is
inhibited by its initial assumption that the density matrix
can be written at any time as 1 + a7 + 5%, where 544
and % are the 1?Xe and 'H main Hamiltonians in the
rotating frame. Nevertheless the study of the CP theory
reveals that for times long relative to a correlation time
defined as

Te = 1/4/A5°%, (28)
with .45%% the second moment of the xenon-xenon dipo-
lar interactions, the dynamics of the cross-polarization can
be described as an exponential process, since the source
of polarization acts then as a thermal bath. The estima-
tion of .45%%, in the case of SPIDER, seems consequently
crucial to define when the statistical efficient process of po-
larization transfer starts, replacing the slow t>-dependent
process described in the previous Section 2.4.1.

Starting from the purely static dipolar point of view,
the second moment .43 can, a priori, be computed. Its
expression is however dependent on the polarization [42]:

(29)
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where #555(0) is the classical second moment, as com-
puted for low-polarized spin systems [2,33]. In a first ap-

proximation, .45%%(0) typically depends on 1/r2 .. Finally,
Jl/ls 9 is the xenon first moment:
3

NS5 = 9n 26708 (30)

2 v

where the 3/2 factor results from homonuclear dipolar in-
teractions [34]. The present picture is nevertheless too
naive. Indeed the rf field inhomogeneity truncates the
summation on all spin pairs for the two first moments
M55 and A5%° while the angular average appearing in
the first moment (factor £ in Eq. (2)) also differs from that
in the static magnetic field.

This static description should obviously be refined
by inserting correlation functions as mentioned in Sec-
tion 2.4.1. But other terms have also to be considered.
Indeed for deriving equation (4), we have reduced the n
xenon spin system to those (V) sufficiently far away from
the proton. This does not mean that any dipolar inter-
action between the xenon spin pair (k,l) taken among
the N? spin pairs is not averaged out by the Brownian
motion. Indeed these two spins k and [ can be too close
(dotted lines in Fig. 1). This kind of interactions leads to
liquid-state dipolar relaxation and in particular to secular
cross-relaxation in the presence of rf irradiations [43]. This
last mechanism also ensures the creation and conservation
of xenon spin temperature. Hence, it should have an in-
fluence on the definition of the correlation time 7. present
in the CP theory (Eq. (28)).

Estimation of .45% from the experiments is also chal-
lenging [24,25,44). Indeed, the xenon resonance line shape
strongly changes as a function of the xenon polarization
(Fig. 2). First of all, it can be noticed that, for strong po-
larization, the line has a fine structure. Its assignment to
field or concentration inhomogeneity is unrealistic, since
no shimming or shaking is performed between two consec-
utive xenon spectra. Moreover the free induction decay is
still detectable after 3 s. This effect is consequently more
likely to be assigned to clustering effect, as already ob-
served for polarized *He or liquid '2°Xe [19,45]. It results
from the free evolution of xenon magnetization under the
influence of xenon dipolar field, which leads to the per-
sistence of special modes. Moreover in Figure 2, it ap-
pears that the xenon resonance line-width decreases with
the polarization. Even if this behavior is consistent with
equation (29), the shapes of the resonance lines reveal the
complexity of the system and the presence of rf field in-
homogeneity complicates even more the problem.

3 Experimental illustrations
3.1 Materials and methods
3.1.1 NMR experiments

All NMR experiments were acquired at 293 K on stan-
dard 11.7 T Bruker DRX500 running Xwinnmr soft-
ware (Figs. 3, 4) or Avance500 running Topspin soft-

A

/\ -

J\ x8
T ‘\ T

20 10 Hz

Fig. 2. Evolution of the xenon resonance line as a function
of xenon polarization. Ps = 15% for the first spectrum. The
same very small xenon hard pulse (~ 2°) is applied. Between
two '?9Xe spectra, SPIDER experiments were acquired, reduc-
ing the xenon magnetization. Acquisition time: 3.7 s, spectra
resolution 0.3 Hz/pt.

1

Fig. 3. Examples of polarization transfer from xenon to a sin-
glet proton peak using the SPIDER approach. A 0.8 s mixing
period was used with a recoupling scheme of simple MOIST
type. (a) Thermal signal (proton signal S = 1). (b) and (c)
SPIDER spectra with xenon polarized either (b) negatively
(S = 0.4) or positively (S = —1.85) (c).

129X e and 'H channels were fully independent. Classical
three-axes gradient inverse broadband probeheads were
used. On these probeheads, the °Xe coil was the ex-
terior one and the 'H coil the inner one. Based on this
geometry, there is no spatial correlation between the rf ir-
radiations produced by the two coils. The 'H and '?°Xe
rf field amplitudes were carefully calibrated by the mod-
ified nutation experiment [46] on the special NMR tubes
used for the experiments. In order to avoid possible arti-
facts the calibration on one nucleus was performed while
irradiating the other one [47]. The B; field distribution
was typically determined using an acquired resolution of
1 Hz and the digital resolution was expanded to less than

ware (Fig. 5) spectrometers, i.e. the transmissions on the g1 Hz by zero-filling.
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c

Fig. 4. Part of the 'H spectrum corresponding to the aldehyde
proton signal. (a) Thermal equilibrium signal. (b) Spectrum
acquired using the SPIDER, scheme without polarized xenon.
(c) Spectrum acquired using the SPIDER scheme with xenon
positively polarized. A DIPSI-2 recoupling scheme of 0.5 s du-
ration was used. In insert, comparison of the peak line-width
obtained using the SPIDER sequence (solid line) and classi-
cal 'H excitation (dashed line) under the same static magnetic
field homogeneity.

Fig. 5. Partial "H NMR spectra. (a) Thermal equilibrium sig-
nal, (b) SPIDER spectrum acquired using a MOIST 27,27 —x
recoupling scheme of 1 s duration. In insert, comparison of the
'H resonance line-width of aldehyde proton acquired in exactly
the same conditions. Dotted line corresponds to a simple acqui-
sition, solid line correspond to SPIDER spectrum. The better
signal to noise ratio relative to Figure 4 results from the higher
solute concentration.

3.1.2 Hyperpolarized xenon

Laser-polarized xenon was prepared by the spin-exchange
method [8] in batch mode using our experimental appa-
ratus [14]. The volume of the pumping cell was 74 mL
and the partial pressures were between 15 and 25 torr
for xenon (96% enriched 1?Xe from Chemgas) and ~
200 torr for nitrogen. The pumping cell was heated at
368 K and irradiated by a 6 W laser beam produced by
a Spectra Physics titanium-sapphire laser pumped by a
Spectra Physics argon laser. In order to produce a suffi-
cient amount of xenon, three batches were accumulated
in a U-shape or Y-shape tube fitting inside a battery-
powered solenoid immersed in liquid nitrogen. After these
steps, the solenoid and the shaped tube were transported
towards the high-field NMR spectrometer and rapidly
heated in the fringe field of the magnet. Xenon was then
cryo-condensed into the NMR tube of interest, which was
previously degassed by the freeze-pump-thaw method. By
this procedure, we routinely measured xenon polarization
inside the high resolution NMR spectrometer on the or-
der of 25 to 30% for a gaseous sample. Achieving sim-

with large amount of dissolved xenon appeared to be more
difficult. Efficient relaxation is indeed present during the
heated of the NMR tube, the dissolution and the homoge-
nization steps. Experiments reported here were performed
with polarizations of dissolved xenon measured between
10 and 15%. We finally resorted to either high-pressure
5 mm NMR tubes from Wilmad (inner diameter: 2.2 mm)
closed with special glass valves (Fig. 3) or special 3 mm
outer diameter NMR tubes (inner diameter: 1.6 mm) from
Cortec closed by J. Young valves (Figs. 4, 5). After addi-
tion of xenon, the solution was homogenized by shaking
the tube, and the tube was put back inside the magnet.
Then, the magnetic field was shimmed and the absence
of temperature fluctuation was checked by *H NMR. The
reported experiments were acquired without locking the
static magnetic field.

The amount of polarized xenon added to the NMR
tubes was such that the final xenon pressure was about
5 bar, which makes about 1 mol.L~! of xenon dissolved
in deuterated cyclohexane from Eurisotop [48]. The com-
bination of the xenon concentration and polarization led
to average dipolar field created by xenon magnetization
on the order of 10~7 T or a shift § (Eq. (2)) experienced
by protons of about 4 Hz. The solute concentrations were
between 1 and 5 mmol.L~! depending on the samples.

3.1.3 SPIDER pulse sequence

For the Hartmann-Hahn polarization transfer, rf field am-
plitudes on the xenon and proton channels were in the
range 44-78 Hz. As an example, for the spectrum of
Fig. 4c, the 2°Xe and 'H 1f field strengths at maximum
probability of the distribution were equal to 57.7 Hz and
the Full Widths at Middle Height (FWMH) were 1.6 and
2.3 Hz respectively; i.e. a larger rf field distribution for the
inner coil. Based on the relative widths of the experimen-
tally determined distributions for 'H and '2°Xe channels,
and assuming that at each frequency the probability of re-
coupling is equal to the lowest probability, no more than
about 60% of the sample can locally experience the same
'H and '??Xe rf amplitudes. The real value is expected to
be much smaller since the two coils are optimized to be
fully crossed?. Low amplitude rf irradiations were chosen
for allowing an easier adjustment of the Hartmann-Hahn
conditions [47,49] and for being compatible with the am-
plifier attenuation digitization. The choice of low power
irradiations induced the need to compensate for the ob-
served resonance frequencies on the 'H and '2°Xe spectra
from the contribution of the xenon average dipolar field §
to set the carrier frequencies of the rf irradiations for the
SPIDER experiments.

4 When the two coils are tuned at the same frequency, the

ilar useful polarization in the liquid phase when dealing gqrejection is typically larger than 15 dB.
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3.2 Hartmann-Hahn polarization transfer
3.2.1 First illustrations

As a first illustration of SPIDER approach, we simply try
to perform a polarization transfer towards an isolated 'H
singlet peak (Fig. 3). For obtaining those SPIDER spectra,
we simply applied a simple MOIST (z,—=x) [32] of 0.8 s
whole duration on the 'H and '2Xe. The xenon irradia-
tion was bracketed by two 90° hard pulses designed to ro-
tate the xenon magnetization to the plane and back along
the Oz axis. As can be observed in Figure 3, in complete
agreement with the theoretical predictions (Eqs. (22, 26))
a resolved singlet is observed of which the sign depends
on the sign of the xenon spin temperature. Considering
the signal enhancement, for a positive xenon spin temper-
ature, the detected signal is larger (factor 1.85) than the
thermal one. With negative xenon spin temperature, the
'H signal is not as high (0.4 times the thermal signal) but
dealing with negatively polarized xenon is somewhat more
difficult in particular due to radiation damping effects of
xenon magnetization.

3.2.2 Unambiguous proof of transfer

Even if, using the simplest scheme, net polarization trans-
fers were observed (Fig. 3), a better proof requires a full
control of the proton magnetization build-up and applica-
tions to a doublet in order to avoid any kind of artifact
which may be present at the rf carrier frequency. We conse-
quently apply the SPIDER pulse sequence on the doublet
of the aldehyde proton of trans-2 pentenal.

First, during the on-resonance selective rf irradia-
tions of the SPIDER sequence, all dipolar cross-relaxation
mechanisms are not secular since the difference of pre-
cession frequencies in the laboratory frame of the xenon
and proton spins is much larger than any cross-relaxation
rates [43]. The low rf amplitude (~60 Hz) and the large
chemical shift difference between protons (1.4 kHz be-
tween H-1 and the closest proton in resonance frequency,
H-2, of trans-2 pentenal) ensure that only the alde-
hyde proton is spin-locked, thus all 'H-'H dipolar cross-
relaxation rates involving H-1 vanish. Finally any cross-
correlation mechanism such as CSA-DD or DD-DD would
create anti-phase magnetization on the aldehyde proton,
with vanishing signal intensity and would distort the H-1
peak. In summary, relaxation cannot lead to detectable
'H magnetization after the irradiation delay .

Moreover as an unambiguous illustration, the
Hartmann-Hahn delay during which polarization transfer
takes place, was preceded by a full saturation of the
proton signals by a series of 90° hard pulses followed by
gradient pulses of random amplitude. This scheme was
already used for selective SPINOE measurements and
was shown to be reliable [14]. The aim of this saturation
is to ensure that observed proton magnetization cannot
result from initial magnetization and must be due to the
second part of the sequence, i.e. the recoupling scheme.

Finally the used multipulse recoupling schemes set-up
in such a way that the >Xe and 'H magnetization was at
the end of the irradiation was aligned with Oz. An extra
90° hard pulse on protons was applied before signal ac-
quisition. It ensures a perfect phase relationship between
the signals obtained by SPIDER and those obtained using
classical 90° hard pulse acquisition. We consequently used
the same phase correction for processing SPIDER spectra
and classical ones.

Actually, using this pulse sequence and a recoupling
scheme either of DIPSI-2 type [50] or 2m,27_,; MOIST
type [51], in the absence of xenon magnetization or in
the case of unmatched Hartmann-Hahn conditions, spec-
tra like that of Figure 4b are obtained, i.e. no proton signal
is detected. When the Hartmann-Hahn conditions are ful-
filled, a polarization transfer takes place and spectra with
well-resolved peak doublet such as this of Figures 4c or 5b
are obtained.

3.2.3 Features of the SPIDER spectra

The spectra obtained using the SPIDER approach exhibit
special features:

1. The sign of the doublet is opposite to that of the 1D
spectrum. In the present experiments, xenon was po-
larized by optical pumping with a positive spin temper-
ature, which induces an observed enhancement due to
SPINOE on simple 1D spectra. Since the gyromagnetic
ratio of xenon is opposite to that of proton, a negative
enhancement factor is expected (Eqgs. (22, 26)) and in
fact observed. This represents an unambiguous proof
that the polarization transfer is effectively mediated
by distant dipolar fields.

2. For the two experiments (insert of Figs. 4, 5), the pro-
ton lines obtained by SPIDER are narrower than those
observed using classical 1D acquisition and identical
field homogeneity. This is particularly visible in Fig-
ure 4: FWMH ~ 1.1 Hz for the SPIDER signal and
FWMH ~ 2.1 Hz, for the reference spectrum. This
proves that the recoupling between xenon and proton
spin baths is only partial and takes place only in the
voxels where the difference of the two rf field ampli-
tudes is typically smaller [32,49] than the heteronu-
clear long range dipolar coupling (Eq. (10)).

3. Considering, for instance, the experiment of Figure 4,
the proton signal intensity observed using SPIDER is
20% of the thermal equilibrium signal intensity. Nev-
ertheless, the lack of knowledge on the volume of the
sample where the rf field amplitudes are matched, pre-
vents the calculation of the achieved proton polar-
ization. The previous remark on the line-width en-
sures that, in the recoupled volumes, it is superior to
0.2 times the thermal polarization.

4. This proton enhancement was obtained using a recou-
pling delay 7 of 0.5 s, i.e. a time much shorter than the
proton self-relaxation time (T3 = 23.4 s). For such a
duration, the 'H thermal signal is expected to reach

90 only 2% of the full signal. In contrast to SPINOE,
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the SPIDER proton signal enhancements are driven
by the xenon-proton dipolar interactions, and can con-
sequently be speeded up relative to longitudinal re-
laxation by increasing the heteronuclear dipolar inter-
actions through Pg, cg and/or vs (Egs. (2, 26)) or
even through special averaging (factor £). Indeed dis-
tant dipolar fields effects can be enhanced using gradi-
ents [29]. This may open the way towards the obtaining
of larger 'H signal enhancement.

3.2.4 Discussion

Even if we report here clear evidences that solute NMR,
signals can be enhanced using the strong distant dipo-
lar field created by a source of polarization, the signal
enhancement presently achieved is rather disappointing
relative to the limit value (Eq. (22)). Beside the prob-
lem of competition between the polarization transfer and
the relaxation, an inherent technical restraint of the SPI-
DER approach resides in fulfilling the Hartmann-Hahn
condition (Eq. (10)) which is severe. This is particularly
true, since the transient feature of the xenon polarization
prevents accurate calibrations in a short delay. Techni-
cal solutions, such as using a double matched 2°Xe-'H
coil, would already allow one to fulfill the Hartmann-
Hahn conditions on a larger sample volume. Moreover,
the history of NMR also reveals that the combination
of technical developments and well designed multi-pulse
excitation schemes can solve many difficulties due to rf
inhomogeneities [32,52].

We have actually tried to benefit from the multi-pulse
recoupling schemes. Indeed, the double rf irradiation of
matched amplitudes were either a simple MOIST [32] as
for the spectra of Figure 3 or a DIPSI-2 [50] (Fig. 4) or
a multiple 2m,27_, MOIST [51] schemes (Fig. 5). The
three schemes were successfully used for the recoupling
with delays 7 ranging from 0.4 to 1.2 s. At the present
stage of development, it is hardly possible to statue on
the best recoupling scheme or on the correlation between
the mixing time duration and the transferred magnetiza-
tion, since the key parameter appears to be the fulfilling
of the Hartmann-Hahn condition by matching the two rf
field amplitudes. Indeed, we experimentally optimized the
'H rf field power by acquiring series of SPIDER spec-
tra while incrementing the proton channel amplification
by very small steps; i.e. about tenths of a Hz. This al-
lowed us to improve our success rate, and gives an esti-

mate of /). Obviously with so severe restraints, the

exact rf field carrier frequencies, the possible power droop
of the amplifiers, the recoupling scheme, ... may have an
influence on the achieved polarization transfer enhance-
ment. This, as well as the possible non reproducibility
when dealing with highly polarized and concentrated spin
systems [24], explains our present inability to characterize
through experiments the transfer rate and eventually the
effective signal enhancement achievable.

Based on all SPIDER experiments we run, it is also

required the presence of high xenon polarization (typ-
ically higher than about 0.1). This experimental re-
mark cannot simply be explained in terms of the initial
cross-polarization rate (Eq. (26)) since it is linear in term
of polarization. Nevertheless, this fact may result from the
“special” effects present when one deals with highly po-
larized spin systems. As mentioned in Section 2.4.2; high
polarization influences the homonuclear second moment
595, These experimental observations tend to indicate
that it increases with Pg, leading to a decrease of corre-
lation time 7. (Eq. (28)) and thus of the duration preced-
ing the appearance of the efficient process of polarization
transfer.

4 Conclusions

In this article, we describe a new approach designed to
increase the polarization of solute NMR signals using the
distant dipolar fields created by a source of polarization.
This source can, a priori, be a concentrated protonated
solvant, when low gyromagnetic ratio nuclei are stud-
ied, or more generally any highly polarized spin system
(Eq. (2)). This transfer of polarization involves a coher-
ent Hamiltonian and not a randomly fluctuating one as
in classical relaxation processes of liquid-state NMR, for
example used in SPINOE approach. The present transfer
is based on Hartmann-Hahn recoupling i.e. on rf irradi-
ations, which induces severe technical restraints partic-
ularly when experiments are based on commercial spec-
trometers. Based on the spin temperature model, very
large enhancement factors K are expected. In the exper-
iments reported here and considering the same evolution
duration, a proton polarization at least 10 times larger
than the expected one, based on thermal relaxation, is ob-
tained using xenon polarized at 15%. Resorting to systems
with higher polarization or to nuclei with larger gyromag-
netic ratio as 3He, should induce larger dipolar interac-
tions (Eq. (2)) and higher signal enhancement (Eq. (22)).
Large enhancement factors K; would finally require a
large excess of the source spin (Eq. (22)), making the ap-
proach primarily interesting for NMR study of very dilute
system or of low sensitivity nuclei.

The first theoretical insights on the polarization trans-
fer rate as well as experiments (for instance Fig. 2) have al-
ready revealed the complexity of the spin dynamics in the
present system. Any new development in this field would
have to take into account the non-local and multi-spin fea-
tures of the present process. Care is in particular needed
since the system may always be close to surprising chaotic
effects [23]. It remains that even if these studies are dif-
ficult, a final aim may be an efficient motivation. Indeed,
since the distant dipolar fields are a long range effect, in-
ducing for instance the detection of cross-peaks between
nuclei belonging to different containers [20,27], distant
of tenths of millimeters, it can be imagined to trans-
fer by SPIDER the polarization from a container where
the highly polarized spin system is located to an other

clear that the detection of SPIDER signals has always gone containing the sample to be studied. This opens very
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promising perspectives for improving the present capabil-
ities of liquid state NMR.
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V.3 Les limitations de SPIDER

V.3.1 Les effets de ’amortissement cohérent

Pour commencer, revenons sur les résultats expérimentaux. En effet, ceux-ci décrivent
des augmentations de niveau de signal proton d’un facteur —1,85 pour une polarisation
de %Xe négative (T > 0), et 0,4 pour une polarisation positive (T < 0). Si les rapports
varient, ’ensemble des résultats indique un biais systématique en défaveur des expériences
effectuées a polarisation positive. Or, d’apres la formule (22) de I'article, nous nous at-
tendons strictement & un taux d’accroissement proportionnel & celui du xénon (rapport
d’hyperpolarisation K¢ = P/P;;,). Cette dissymétrie entre les deux signes de P souléeve la
question du role de 'amortissement cohérent.

La séquence de recouplage Hartmann-Hahn comporte en premier lieu une impulsion
sur le xénon, qui, comme on le verra dans le chapitre VI, peut initier une émission maser,
donc un retour a 1’équilibre d'une partie de 'aimantation du xénon jusqu’a atteindre une
aimantation totale limite (estimée dans notre cas a environ 3% et dépendant du facteur de
qualité et de remplissage de la sonde) a partir de laquelle le systeme n’est plus suffisamment
réactif pour subir de telles désexcitations. On peut donc supposer que le recouplage de
Hartmann-Hahn qui suit cette impulsion est appliquée a une aimantation de xénon de
polarisation moyenne a peu pres égale a |Pg| ~ 4%. Pour les polarisations négatives,
le probleme dune éventuelle émission maser due a ’amortissement cohérent ne se pose
pas. Or, le protocole expérimental (cf. IV) permet d’atteindre de fagon reproductible
une polarisation (positive ou négative) de l'ordre de 18-20% en solution, ce qui permet
donc d’imaginer que le SPIDER en positif fonctionne avec une polarisation moyenne de
P& ~ 20%. En examinant les rapports :

Py P;
— ~ —-10 —= ~ —10.8
K, Kjr ’

on retrouve une symétrie acceptable de l'efficacité de SPIDER en positif et en négatif, ce
qui permet de se convaincre en premiere approximation que I'’hypothese de I'existence de
masers en début de séquence de recouplage n’est pas impossible.

L’amortissement cohérent peut également jouer un role négatif pendant la durée du
« spin-lock ». En effet, lors de I'irradiation, il se comporte comme un champ radiofréquence
orthogonal a B; qui engendre donc une nutation de l'aimantation dans le plan, autour
du vecteur B; + B,q au lieu d’une simple précession autour de B;. Cela dit, 'intensité
fréquentielle du champ d’amortissement cohérent ne peut guere dépasser, avec les taux
de polarisation et la sonde employés, 2 ou 3 Hz. Ainsi, 'angle du cone de nutation de
I’aimantation est faible pour une irradiation correspondant a w; = 60 Hz : entre 1° et
3° pour des champs radiofréquence de cette intensité ou d’intensité supérieure. En effet,
cette faiblesse de 'angle de nutation explique en partie le choix de recourir a des champs
radiofréquence de cette amplitude, relativement faible. L’autre raison de ce choix est qu’en
présence d’inhomogénéités des champs rf dans 1’échantillon, le nombre de spins recouplés
est inversement proportionnel a la puissance moyenne de l'irradiation.
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V.3.2 Les troncatures dues aux conditions de Hartmann-Hahn
Le nombre de spins impliqués dans la recouplage SPIDER

Il est intéressant de constater que la formule (22) de Darticle précédent dérive d’un
calcul dont le résultat ne dépend que tres faiblement (rapport N/N + 1) du nombre
d’atomes de xénon dans la solution. Aussi des I'instant que, pour un proton, le nombre de
spins de xénon satisfaisant a la condition (10) de I'article est grand devant 1, les spins de
xénon en question jouent un role de thermostat pour le proton. Le caractere drastique de
cette condition n’apparait donc pas dans la valeur-limite d’amplification du signal proton.

Comme stipulé en §2.4.2 de l'article, pour un temps long devant 7. defini en (28),
I’échange d’énergie augmente exponentiellement avec le temps. La valeur A% = .4,
peut étre définie par la formule I1.7 :

My= Y 5 (V.1)

jEHH(T)
ou HH(I) est I’ensemble des spins de xénon (de volume noté Vyy) satisfaisant a la
condition (10) vis-a-vis du spin du proton, I. On suppose de plus que cet ensemble est de
géométrie suffisamment peu complexe pour que 'on puisse lui associer un moment .#5
indépendant du spin S; pris a l'origine. Sous cette hypothese, la densité volumique nyy
de xénon dans HH (I)(donc en nombre de xénons dans HH (1)) vaut :

P 1 2 -3
nNga ET’ dr%nHHd
d

ol d est comme défini précédemment la plus petite distance d’approche moyenne entre 2
spins de xénon, appartenant dans ce contexte a HH (I) et non a 'ensemble de 1’échantillon.
D est le plus grand rayon de HH (I), supposé plus grand que d de plusieurs ordres de gran-
deur. Pour un ensemble HH (I) suffisamment peuplé, d~3 est égal en bonne approximation
a m. Ainsi, .4, est proportionnel a n? et 7, & 1/nggVan.

On comprend donc par ce calcul la non-linéarité des résultats de SPIDER vis-a-vis
de la concentration de xénon, mais surtout, on voit que le nombre de spins satisfaisant
aux conditions (10) est crucial pour I'abaissement de 7., donc pour atteindre pendant le
recouplage cette croissance exponentielle de la polarisation du proton.

Un modele de distribution des champs RF

Le calcul effectué dans la discussion du chapitre IV peut étre adapté dans le cas
d’un proton et d’un bain de xénon, en prenant en compte qu’on ne se place plus dans
le référentiel du laboratoire mais dans la représentation décrite au début de ce chapitre :
dans ce double référentiel tournant, on peut remplacer le terme Zeeman par I’hamiltonien
créé par les champs rf. Comme un terme Zeeman, aux puissances considérées, le terme
d’échange dipolaire peut étre considéré comme une perturbation au premier ordre. Tout
revient donc a remplacer le champ statique par le champ rf émis par la bobine proton pour
le proton, et par le champ rf émis par la bobine large-bande pour le xénon. L’'inhomogénéité
de ces deux champs radiofréquence est représentée en figure V.4.
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F1G. V.4 — Inhomogénéité des champs rf d’une sonde Bruker TBI500 (ancienne génération)
dans un spectrometre Bruker 500 MHz pour des champs nominaux de 57,5 Hz proton mesurée
par la méthode décrite en [64].

On voit sur cette derniere figure que les bobines possedent une dispersion de puissance
caractéristique de l'ordre de 2 Hz sur 57,5 Hz sur le volume d’induction. De plus, comme
sur la sonde TBI500 les fréquences 2?Xe et 'H sont portées par des bobines différentes,
ces variations spatiales de champ rf n’ont aucune raison d’étre corrélées. Ainsi, c’est donc
le calcul de S, corr que nous pouvons adapter a la situation du spin-lock. Supposons que
les deux courbes d’'inhomogénéité ci-dessus puissent étre représentées par exemple par une
lorentzienne! de fréquence centrale 1) = w, /27 = 57,5 Hz et de largeur Avy = Aw, /27 =
2,5 Hz. En négligeant la partie angulaire, on peut estimer la quantité de spins de xénon

satisfaisant les conditions de Hartmann-Hahn pour un proton soumis a la pulsation 1 :

nym (W) = - /D 2mr2dr /w?+A/T3 ;dwl (V.2)
27TAW1 d w?—A/TB 1 + (‘UZ:%?P
ol
_ toy’h
47

On définira par la suite les bornes d’intégration d et D. L’intégrale en w; s’integre en
2Aw; arctan(A/Aw;r?), et cette quantité vaut donc :

D
A
np(w)) = 2n/d arctan mr2dr (V.3)
En effectuant dans V.3 le changement de variable v = A/Aw;r? on trouve :
A
oy _ MA [ae@ arctanu
npp(wy) = 3 . T du (V.4)
Awp D3

L’ordre de grandeur de A/Aw;d® ne peut dépasser 2 - 107 (pour d > 50 nm), on peut
donc aisément remplacer arctan u par v dans V.4 :

'L’assimilation de la puissance spectrale dans le volume de la bobine & une lorentzienne est envisagée
ici afin de simplifier les calculs, et dépend de la géométrie de chaque sonde.
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A

A [3a# 1 D
np(w)) = % /AA ’ Edu =nAln 1010gg (V.5)
Awy D3

Les bornes d’intégration d et D dans les calculs précédents représentent respectivement les
plus petite et plus grande distances entre le protons et les spins de xénon dont 'interaction
dipolaire n’est pas moyennée par le mouvement brownien ; la dépendance logarithmique
amoindrit grandement leur influence sur le calcul, typiquement 1 < log D/d < 10. Pour
les valeurs numériques de I'expérience (n ~ 6 - 10*® m™2, A ~2-107? rad.s"'.m?), on
trouve donc :

120 < npp(W?) <1200

Le calcul précédent n’est bien stir qu'une premiere approximation, mais il est utile de

noter plusieurs déductions de son expression analytique comme de sa valeur numérique :

e La valeur trouvée ne dépend pas de Aw; (tant que Aw; < d*A). Contrairement

a ce qui est annoncé dans l'article, il semble donc que I'inhomogénéité des champs
radiofréquence ne soit pas ici un facteur limitant de 'efficacité de SPIDER.

e L’indépendance vis-a-vis de Aw; permettrait de ce fait d’augmenter la puissance
d’irradiation du recouplage de Hartmann-Hahn et donc d’imaginer un recouplage
plus efficace entre les protons et les spins de xénon.

e Le calcul numérique prévoit un recouplage de chaque proton avec au moins 120
spins de xénon, pour un rapport de concentration xénon/« proton-cible » (proton
aldéhyde du trans-2-pentenal) dans un rapport 1000 pour 1. Cette valeur fonde donc
a posteriori ’approche statistique présentée dans ’article en paragraphe §2.3, mais
pose également de ce fait la question de l'inefficacité de SPIDER.

Ces conclusions ne doivent cependant pas cacher le fait que le calcul précédent dépend
fortement de la corrélation spatiale des champs radiofréquence proton et xénon. Le premier
point devient par exemple sujet a caution si cette corrélation est faible (cas le plus classique
d’une sonde & double bobine).

Le calcul présenté ci-dessus n’est en fait qu'un décompte du nombre de spins de xénon
participant a la thermalisation d’un proton. Or, I'efficacité de la thermalisation est liée plus
a la grandeur du terme d’échange d’énergie — ici, le couplage dipolaire *H-'2Xe — qu’a la
capacité calorifique du thermostat (tant que les spins de xénon sont en nombre statistique).
Cette remarque est I'argument principal d’utilisation d’une sonde & double accord 'H-
129X e : pour une telle sonde, les variations de champ rf sont corrélées spatialement, les
spins de xénon recouplés avec un proton seront statistiquement plus proches que dans le
cas d'une sonde a deux bobines. Le couplage moyen entre le proton et les spins de xénon
sera donc d’autant plus fort et la thermalisation d’autant plus rapide.

V.3.3 La dynamique de spins de SPIDER

Vers un traitement rigoureux des couplages dipolaires aléatoires

NB : le calcul qui suit dans cette section présuppose une matrice densité parfaitement
connue et égale a py définie en Eq. V.7. Or, la réalité est bien plus complexe : dans le régime
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hors-équilibre associé a la température de spin T}, le mouvement brownien (ajoutant un
caractere aléatoire aux couplages dipolaires), ou encore la mémoire du systéme de spins
induisent un comportement stochastique de la matrice densité qui requiert une prise de
moyenne sur ’ensemble des évolutions possibles, comme cela est fait dans le cas de la
théorie classique de la relaxation.

Un des problemes-clés du traitement du recouplage dans ’expérience SPIDER. est,
comme on a pu le voir dans les calculs précédents, ’apparition ad hoc d’une distance d
au-dela de laquelle tous les couplages dipolaires sont statiques et en-deca de laquelle ils
sont aléatoires et doivent donc étre négligés; or, cette distance varie temporellement du
fait de la diffusion (d ~ v/Dt). Comme mentionné dans les pistes citées dans 'article en
§2.4.2 et §4, nous présentons ici une tentative de calcul prenant en compte les fonctions
de corrélations.

Aussi, sil’on veut tenir compte des effets de la diffusion et, entre autres, de la relaxation
dipolaire translationnelle, il faut réintroduire la dépendance temporelle de I’hamiltonien
dipolaire. Il est possible pour cela d’effectuer un traitement analogue a celui présenté en
[.4 ou l'on voit que les couplages aléatoires menent a la relaxation. Chaque variable de
position des spins x;(t), y;(t) et z;(t) dépend du temps. Ceci empéche de dériver I'équation
d’évolution sous la forme Eq. I1.18. En représentation interaction, son intégration formelle
peut par contre toujours s’écrire? :

vt p(t) = po—1 / (1), plt) ]ty

ou pyg = p(t = 0), ce qui permet d’exprimer p(t) en série d’'intégrales :

t 11

p(t) =po =2 | dt[H(tr), po] — / dtydto] A (1), [ (t2), pol] + - - (V.6)

0 0 JO

+(—z)"f/0 dty...dtg[H(t1), [ .., [ (tr), po]...]]

<tp<..<t1<t

Au prix d’un hamiltonien dépendant du temps, on peut donc de nouveau se ramener a
une expression de p(t) dépendant exclusivement et linéairement de la condition initiale
po- Pour des raisons pratiques, on tronque habituellement le développement présenté en
Eq.V.6 au deuxieme ordre. Ainsi, on ne pourra prédire ’évolution que pour un temps
limité pour lequel la prise en compte des deux premiers ordres en ¢ est suffisante.

Comme on se place ici dans le référentiel tournant, on adopte les nouvelles notations
correspondant aux changements d’axe suivants :

T 7
y =X
zeY
Considérons un proton unique dont l'opérateur spin est noté S et une populations de

xénon d’opérateurs de spin I;. Le couplage entre I et S; est noté d; et le couplage dipolaire
entre I; et I, est noté d;;. Dans la suite de ce calcul, on ne considere que 1’évolution sous

2Le calcul suivant n’est valable que dans le référentiel tournant ; pour simplifier la notation, on omet
le signe « ~ » signalant un opérateur considéré dans ce référentiel.
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I'effet des termes a fréquence nulle (dans le référentiel du laboratoire) de 'hamiltonien
dipolaire, de type 6;S.I'. Apres I'impulsion de 90° sur le proton et le xénon, avant de
débuter le double spin-lock (instant considéré ¢ = 0), la matrice densité vaut :

po=p(t=0)=2""D1g[[(L; - TI}) (V.7)

On souhaite trouver 1’évolution — sur cet intervalle de temps limité — des cohérences
aboutissant a des valeurs moyennes observables sur le proton, en phase de détection,
autrement dit (Sz)(t). En injectant V.7 dans V.6 multipliée a gauche et a droite par
I'opérateur Sz, et en prenant la trace, on obtient :

(S2)(t) = — 1 / Te( (1), po)S2)d

_ /0 t /0 U (1), 1), poll Sy )bt (V.8)
+..

En utilisant la propriété VA, B, C Tr([A, B]C) = —Tr(|C, B]A) dans chaque intégrale on
déduit de V.8 :

t

(S2)(t) = = | Te([Sz, A (t1)]po)dty

>~

-/ t / (S, A ), o)t (v.9)

+ ...

soit encore :
(S2)(t) = — 1 / Te((Sy, (1)) po)dty

_ /Ot /Otl Tr([[Sz, S (t1)], 7 (t2)] po)dt1dts (V.10)
T

Les seuls termes de ’hamiltonien dipolaire ne commutant pas avec Sz sont les termes
de la forme® 0;(SyI° + S_I'); or Tr po(S4I" 4+ S_I%) = 0. Le terme d’ordre 1 ne contri-
bue donc pas au signal observable. Si I'on se limite au deuxieme ordre, les termes de
I’hamiltonien dipolaire générant dans cette double intégrale une trace non nulle sont les
termes &;(t1)(SyI. + S_I) pour le commutateur interne et &;(t2)(Sy I 4+ S_TI%) pour le
commutateur externe. Finalement, nous obtenons donc :

(Sz)(t) = —% /0 t /O ! dtldthrZéz-(tl)[SJrIi—S_Ii,Zéj(tg)(5+lf+5_li)]po (V.11)

3Toujours dans le référentiel tournant
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On applique alors les égalités suivantes :

Vi g, [SyI,S_I')=8,I' I

o 1
Vi, [S4IL S5-I = (54 S2)(5 - 1)

ce qui donne :
1 t t1 o o
1#]

+ > 0i(t1)0i(t2)r(Sz — f%)ﬂc) (V.12)

Le premier terme est nul, sa trace partielle sur 'espace Z(S) étant égale a 0. La valeur
finale de (Sz)(t) au second ordre vaut donc :

(S(H) = 2~ 7 / t / ! S 61 (t4)0 (1) dt (V.13)

La somme 0;(t1)d;(t2) est une fonction aléatoire dont on doit prendre la moyenne,
ce qui permet le recours annoncé en début de section aux fonctions de corrélation. Par
stationnarité des variables aléatoires ;(¢) on peut écrire :

ol G est une fonction de module décroissant. D’apres A. ABRAGAM au chapitre VIII du
livre Réf. [1], il est possible de reformuler cette somme dés l'instant que 'on peut assimiler
le liquide a un ensemble quasi-continu de spheres dures satisfaisant a I’équation classique
de la diffusion classique. Des lors :

Glts 1) = /0 +OO[JS(U)]2eXp (_2;2)“2 (ts — m) d—u“ (V.14)

ou n est la densité de spins, d est la plus petite distance d’approche possible entre deux
spins et J% est la fonction de Bessel de type j d’ordre 3/2 . On peut donc séparer les
variables t5 et t; sous le signe somme, aussi la double intégration de ce terme en ¢y puis
t; peut s’écrire apres inversion des signes sommes :

2_(N+7)nj +o00 du ) t1 2Du2 123 2Du2
<Sz>(t) = T/(; ;[J% (u)] /(; dtl exp ( 2 tl) /0 dtQ exXp <— P2 tg)
(V.15)

En intégrant une fois sur t, :

(Sy)(t) = _% /0 o ulJ3 (u) du /0 ", (1 —exp (%ﬂ)) (V.16)
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Apres une nouvelle intégration, on trouve finalement la contribution au deuxieme ordre
du double commutateur a ’évolution de (Syz)(t) sous la forme :

2 Ndng [t

(Sz)(t) = D u [J%(U)P <€22;2t - 1) du (V.17)

Une étude numérique sommaire de la fonction ci-dessus, réalisée a 1’aide de Mathema-
tica, nous apprend que cette contribution se comporte? comme %% jusqu’a un temps-
limite 7 dépendant de d et D, typiquement 7 = 10°d%>/D (en s) °, puis sature & une
valeur-limite proportionnelle & 2=dnJ/D?. 1l est important de noter que ce compor-
tement quasi-linéaire en ¢ differe de celui calculé ailleurs (par exemple Réf. [20]) dans
des conditions analogues, oll le comportement annoncé est en t2, et pourrait donc consti-
tuer une particularité du recouplage Hartmann-Hahn intermoléculaire en phase liquide.
Le calcul qui précede doit cependant étre considéré avec prudence et demande a étre
précisé, notamment en ce qui concerne le traitement des produits de couplages aléatoires
9;(t1)0;(t2) comme des variables aléatoires stationnaires dépendant uniquement de (t,—1%;).

Cette approximation des effets des phénomenes aléatoires au deuxieéme ordre nous
apprend malgré tout que le résultat de SPIDER dépend fortement de la possibilité d’at-
teindre le régime exponentiel du recouplage pendant l'irradiation. Il est donc nécessaire,
si 'on veut décrire la dynamique de SPIDER, de pousser le développement qui précede
aux ordres supérieurs.

Le terme de troisieme ordre en ¢, évalué a partir de Eq. V.6 par un calcul identique a
ce qui précede, est de la forme suivante :

(S7)s(t) = T /Ot /Otl /0t2 dtrdtadty 3 61 (11)63(12)6(t) (V.18)

Ce terme en J? bénéficie de la tres forte polarisation, et n’est pas & proprement parler
un second moment hétéronucléaire. Son expression suggere méme qu’il n’est pas possible
d’assimiler ce terme de troisieme ordre de facon évidente a un quelconque moment d’in-
teraction dipolaire, que ce soit d’origine hétéronucléaire (proton-xénon) ou homonucléaire
(xénon-xénon). Les termes d’ordre supérieur héritent également cette particularité, ce qui
implique que la dynamique de SPIDER ne pourra se limiter au calcul des moments des
interactions dipolaires dans 1’échantillon.

La vitesse de transfert initiale

La vitesse de transfert de polarisation aux protons a t = 0 est abordée en paragraphe
§2.4.1 de Darticle présenté dans ce chapitre, sans tenir compte de la diffusion moléculaire
durant le recouplage. Les développements présentés en Eqns. V.6 a V.17 tentent de tenir
compte de la diffusion dans le calcul de la vitesse initiale de transfert. La contribution
des cohérences présentes dans py a la vitesse de polarisation du proton est d’autant plus
importante que leur coefficient dans le double commutateur est grand ; comme on vient

4Calcul réalisé par intégrations numériques successives sur u par pas de 107° entre 107° et 102.
57 est compris entre 100 us et 1072 s dans nos conditions expérimentales, ol I’on peut considérer que
d est compris entre 1 et 100 nm.
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de le voir la vitesse dépend également au troisieme ordre (et aux ordres ultérieurs) des
facteurs de la forme |8;(t1)d;;(t2)delta;(ts)...|. C'est en cela qu'une sonde doublement
accordée peut grandement améliorer 'efficacité de SPIDER : si les spins de xénon recouplés
avec le proton sont proches de ce dernier, la vitesse initiale de polarisation s’en trouve
grandement augmentée.

V.4 Discussion

Les résultats expérimentaux présentés dans I'article valident 'existence d’un transfert
de polarisation entre le xénon et le proton lors de I’expérience SPIDER. Les considérations
précédentes permettent de suggérer que la grande différence entre la valeur finale attendue
pour la polarisation du proton et le niveau effectivement atteint soit due a une dynamique
trop lente de SPIDER en liquide, peut-étre limitée par un trop petit nombre de spins de
xénon nyy effectivement recouplés avec chaque proton.

Il semble que ces différents points d’accroche pourraient étre contournés avec avantage
en utilisant des séquences de type ADRF. En effet, intuitivement, un découplage puis
recouplage adiabatique des spins de xénon et des protons, aurait les effets bénéfiques
suivants :

e la sensibilité de la méthode vis-a-vis de ’homogénéité des champs radiofréquence
pourrait étre décrue, notamment par des séquences de modulation de phases [65] et
par l'utilisation de champs de découplage/recouplage moins intense; ceci permet-
trait donc d’augmenter notablement le nombre de spins de xénon remplissant les
conditions de Hartmann-Hahn.

e le passage adiabatique aux conditions de Hartmann-Hahn concomitant du xénon
et du proton permet de conférer aux populations des cohérences de S;I% et I,
une température de spin comparable a celle du xénon avant le début de l'expé-
rience. Le grand nombre de cohérences concernées devrait augmenter la dynamique
d’équilibrage des températures. Le recouplage adiabatique permettrait ensuite de
transférer cette température aux populations des cohérences S,, donc d’augmenter
la polarisation des protons comme c’est le cas avec la version actuelle de SPIDER.

L’emploi d’un découplage et de recouplage adiabatique pourrait étre compliqué par la
présence de regroupement spectral du xénon, qui pourrait rendre inefficace les impulsions
de longue durée et apporter une erreur non négligeable sur la fréquence finale d’irradia-
tion. Pour contourner ceci, il est possible d’utiliser un gradient de champ magnétique
axial d’intensité « intermédiaire », afin d’inhiber cet effet de regroupement spectral, sans
pour autant élargir d'un ordre de grandeur la largeur de raie du xénon °. Naturellement,
I'utilisation du gradient implique une inhomogénéité en By qui se superpose au probleme
préexistant d’inhomogénéité de B x. et B i, mais une adaptation des séquences adiaba-
tiques existent qui permettent de contourner partiellement ces limitations [65, 66].

STypiquement, un gradient élargissant la raie xénon thermique & une valeur de 5 & 6 Hz devrait remplir
ces conditions.
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Chapitre VI

Emissions maser chaotiques de 1%Xe
hyperpolarisé

VI.1 Introduction

VI.1.1 Les lasers, les masers RMN

La possibilité de réaliser des masers a spins nucléaires a déja été démontrée de nom-
breuses fois par le passé [67-70], que ce soit dans le cas d’especes hyperpolarisées ou pour
des systemes de spins concentrés dont la polarisation avait été préalablement inversée (par
rapport a son niveau a ’équilibre) par une impulsion rf 180° [71, 72].

La théorie des masers et lasers (voir par exemple Réf. [73]) décrit un systeme composé
d’un grand nombre d’atomes dont on considere au moins 3 niveaux énergétiques bien dé-
finis. L’effet laser apparait lorsque la vitesse de désexcitation des atomes dans les niveaux
2 par voie induite devient tres supérieure a la vitesse de désexcitation par voie sponta-
née. Appelons Ny le nombre d’atomes du systeme dans le niveau 2. Ces désexcitations
entrainent la décroissance instantanée de Ns :

ANy _ dNy
dt dt

dNy

W = —AglNg — W21N2 (VI].)

stim

spont

ou A, et Wa sont respectivement appelés coefficient d’Einstein de désexcitation spon-
tanée et stimulée. La différence majeure entre ces deux modes de désexcitation est la
dépendance de Wy vis-a-vis du nombre de photons capables d’interagir physiquement
avec I'ensemble des dipoles, ou plus généralement! de la quantité E(vy) d’énergie dispo-
nible a la fréquence v, dans la cavité.

Si les lasers sont basés sur la désexcitation cohérente de dipodles électriques, la RMN,
elle,concerne le mélange entre niveaux énergétiques du moment magnétique des noyaux
atomiques. La longueur d’onde des transitions entre ces niveaux, méme a haut champ,
est encore de I'ordre du metre. Il en résulte une probabilité de désexcitation spontanée

'Le formalisme photonique en RMN requiert ’emploi de la théorie des photons virtuels du fait des
dimensions caractéristiques des expériences, toujours largement inférieures a la longueur d’onde A =
27c/wo.
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négligeable, par exemple pour le proton dans un champ de 11,7 T :

1 hy*cd
24713 w3

Ay = ~ 8,7 1072 & (V1.2)

VI.1.2 Le role de 'amortissement cohérent

Cette derniere valeur extrémement faible signifie que pour un échantillon d’environ
10%° spins, une désexcitation radiative spontanée a lieu a peu pres chaque heure, ce qui
est bien évidemment totalement négligeable a 1’échelle de 'expérience. La probabilité
instantanée de désexcitation (ou, identiquement, I’absorption) induite est, elle, égale a
Wo1 Ny, ot Ny = E(vg)/hvy. L’amortissement cohérent est une interaction non-linéaire
entre les spins et le rayonnement magnétique dans I’échantillon : plus le nombre de spins
oscillant est important, plus I’énergie E(1) concentrée par la bobine de facteur de qualité
@ est grande. La probabilité de désexcitation stimulée (ou d’absorption, selon I’état d’un
spin considéré) s’en trouve donc augmentée par le biais du facteur E(vy).

Il résulte de ceci que la présence d’une bobine accordée jouant le role de concen-
trateur d’énergie ou de cavité électromagnétique permet au systeme de spins de méme
déplacement chimique d’adopter des comportements cohérents. L’amortissement cohérent
présent dans le volume d’induction d’une bobine accordée permet donc de faire naitre
dans I’échantillon des dynamiques massivement multi-spins.

VI1.1.3 L’obstacle de la relaxation

L’obstacle majeur a la possibilité d’obtenir des masers stationnaires est évidemment
la relaxation : en effet, contrairement aux lasers dont le pompage optique, le plus souvent
par décharge électrique, permet un renouvellement continu (ou périodique) de I'inversion
de populations, les niveaux nucléaires magnétiques sont plus difficiles a inverser ; les seuls
dispositifs décrits [67, 69] sont ainsi basés sur un flux continu de gaz ou de liquide entre une
cellule d’hyperpolarisation et une cellule d’interaction dans la cavité électromagnétique.
Pour les systemes non continiiment ou périodiquement pompés, la désexcitation une fois
dans la cavité se fait en une seule fois.

VI1.1.4 Originalité de I’étude

L’article qui suit décrit ainsi un processus original en ce sens que :

e l'inversion de population des spins de '??Xe permettant le maser est effectuée avant
la dissolution de celui-ci dans I’échantillon ; I’ensemble des désexcitations cohérentes
correspond donc a un décroissance stricte de 1’énergie du systeme de spins, qui ne
recoit pas d’énergie durant 1’expérience,

e la désexcitation dans le volume inductif de la bobine accordée a lieu en plusieurs
bouffées de maser, et non en une seule comme c’est le cas pour les autres masers de
RMN;

e la résolution spectrale des émissions atteint 0,02 Hz pour une fréquence centrale de
138 MHz (soit une finesse égale a 1,9 - 10').
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Les différentes études permettent également de prouver I'existence de regroupement
spectral du bain de xénon dans I’échantillon, associé a ’apparition de modes spatiaux du-
rant chaque émission maser ; en outre, alors que les modes d’émission maser sont dispersés
dans tout I’échantillon, le regroupement spectral semble a méme de compenser les inho-
mogénéités de champ By et de produire des résolutions spectrales largement inférieures a
la dispersion minimale mesurée dans un spectrometre méme parfaitement shimmeé.

V1.2 Publication
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Observation of Noise-Triggered Chaotic Emissions in an

NMR-Maser

Denis J.-Y. Marion, Gaspard Huber, Patrick Berthault, and Hervé Desvaux*®

We report a new phenomenon observed when the magnetization
of dissolved hyperpolarized '®Xe is intense and opposite to the
Boltzmann magnetization. Without radio-frequency (rf) excita-
tion, the system spontaneously emits a series of rf bursts charac-
terized by very narrow bandwidths (0.03 Hz at 138 MHz). This

1. Introduction

Even if liquid-state NMR is a very powerful method for chemi-
cal analysis, it suffers from inherent low sensitivity! which can
be solved by resorting to transiently polarized systems such as
those prepared by optical pumping™® or dynamic nuclear po-
larization.®¥ These solutions have had appeal through the
emergence of new application fields,”” but their direct exten-
sion to all liquid-state NMR techniques might be less straight-
forward than anticipated. Indeed, whatever the magnetic field,
the nuclear magnetization of a solution containing
50 mmolL™" of "®Xe polarized at 30% is identical to that of
bulk water in a 11.7 T magnet at room temperature. For such
high magnetization levels, the usual framework of NMR fails to
describe the non-linear behaviors of spin dynamics.® Non-line-
arities originate from two phenomena: 1) The well-known non-
linear coupling between the magnetization and the detection
coil, known as radiation damping (RD), tends to bring back the
magnetization towards its stable state, that is, aligned with the
static magnetic field."® Its characteristic time scale T, is de-
fined by Equation (1):

T u
7 =5 Qo] (1)

where uo, v, 7, Q and .#, are the vacuum permeability, the nu-
clear spin gyromagnetic ratio, the filling and quality factors of
the probe and the nuclear magnetization, respectively. 2) The
long-distance dipolar couplings between spins can no longer
be neglected®'®' and these distant dipolar fields (DDF)
induce many unexpected results,"*"® but also promising appli-
cations."”' Their importance can be characterized by the
average dipolar field [Eq. (2)]:

Bdip = oM (2)
DDF affect many properties of the resonance line, which is
shifted®?2" as well as broadened.”>? Moreover, a pattern of

narrow lines appears on the main resonance due to the spec-
tral clustering effect.”?
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chaotic NMR-maser illustrates the increase in the complexity of
spin dynamics at high magnetization levels by unveiling an inho-
mogeneous spatial organization of the xenon magnetization and
an apparent dependence of the xenon transverse relaxation time
on its polarization and/or on time.

Herein, we report and characterize a new phenomenon ob-
served when the magnetization of dissolved hyperpolarized
2Xe is prepared in its unstable state (negative xenon spin
temperature) by the optical pumping process. When placed
into the high-field NMR magnet—without radio-frequency (rf)
excitation—the system spontaneously emits a series of rf
bursts instead of one, as expected from the usual theory of
RD.P*21 We show that this induces inhomogeneous spatial or-
ganization of the '*’Xe magnetization. Even if it appears possi-
ble to reproduce one emission leading to inhomogeneous spa-
tial magnetization by numerical simulations, a series seems to
be impossible to obtain in the framework of a classical dipolar
field. We suggest that this is due to the limitation of this
model, which considers high magnetization resulting from a
highly concentrated solution in a high field or induced by a
low spin-temperature system as identical. However, in the last
case the linear expansion of the density matrix is no longer
valid.

2. Results
2.1. Clear Evidence of the Presence of DDF Effects

Using our experimental apparatus,”® we can polarize '**Xe by
spin-exchange optical pumping™” and dissolve it, thus obtain-
ing solutions with xenon polarization levels between 15% and
30% and concentrations between 0.05 and 1.3 molL™' in the
high-field NMR magnet.” This quantity of laser-polarized
xenon in solution induces the appearance of various observa-
ble effects on the NMR spectra. The 'H signal amplitude of an-
other solute is affected by dipolar cross-relaxation
(SPINOE®*3%) and its resonance frequency is shifted by the

[a] D. J.-Y. Marion, Dr. G. Huber, Dr. P. Berthault, Prof. H. Desvaux
Laboratoire de Structure et Dynamique par Résonance Magnétique
URA CEA/CNRS 331, Service de Chimie Moléculaire, CEA/Saclay
91191 Gif-sur-Yvette (France)

Fax: (+33) 16908 98 06
E-mail: herve.desvaux@cea.fr
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average dipolar field created by the xenon magnetization
[Eq. (3)]:[10,11,20]

On = EyuBgp/2m (3)

where y,, is the 'H gyromagnetic ratio and &£ is a numerical
factor resulting from the spatial integration of the orientation-
dependent dipolar couplings. For homogeneous magnetiza-
tion, the sample geometry entirely defines & (—1/2<&<1).
Under the experimental conditions described herein, with the
xenon magnetization aligned with the magnetic field, effects
due to DDF are also clearly visible for "®Xe spectra, in particu-
lar through spectral clustering (Figure 1). This effect results

T T T T T T T
140 120 100 80
0/ Hz

Figure 1. Example of a '*Xe spectrum with spectral clustering. This induces
the appearance of narrow peaks associated to very long transverse decay
times on the main resonance. Highly polarized (30%) and concentrated
(0.4 molL™") dissolved xenon with a positive spin temperature is excited by
a small flip angle pulse (~1.5°).

from the interplay between tiny variations of the Zeeman
Hamiltonian due to field inhomogeneities or small chemical
shift variations along the sample and the distant intermolecu-
lar dipolar interactions not averaged out by Brownian motion.
Considering the sample as a set of local magnetization voxels,
Jeener has shown theoretically that this spectral clustering is
associated with the spatial organization of the voxels and their
coherent collective precessions.?%?”

2.2. Multiple Spontaneous Maser Emissions

For samples containing xenon with a high polarization level
and a negative spin temperature (meaning that the xenon
magnetization is anti-aligned with the static magnetic field),
we observe one or a series of rf bursts without any kind of rf
excitation. In the example shown in Figure 2, eleven successive
bursts are detected, and another example in Figure 3 shows
three well-separated bursts. Such behavior can be observed
for various values of 7, Q, By,, NMR tube diameters and even
in the presence of a weak static magnetic field gradient. The
time dependence and the spectral features of the bursts vary
during a series and between them. The first emissions are
always more intense than the last ones which, however, are
always the longest (up to 50 s for the last one, a duration fully
incompatible with the distribution of resonance frequencies in-
duced by magnetic field inhomogeneity). Most of them exhibit
lobes due to frequency beats in their decay parts (Figure 2b).

1396

www.chemphyschem.org

107
© 2008 Wiley-VCH Verlag GmbH & Co. KGaA, Weinheim

H. Desvaux et al.

b) is,
a)
c) ‘_J)\
4 32 10-1-2-3-41 05 -4 1 0.5 0 -05 -4

6/Hz z‘iIHz 6/Hz

Figure 2. Experimental evidence of multiple spontaneous rf emissions.

a) Time-dependence of the '*Xe signal (FID) monitored during more than
8.5 min. b) This insert corresponds to the first maser; it illustrates the exis-
tence of frequency beats even for the largest magnetization and the short-
est T. c) Fourier transform of the first maser in absolute value mode. The ex-
istence of individual narrow peaks is clearly visible. d) As for (c), but for the
last emission. Due to the long duration of this emission, the linewidth is
very narrow (FWMH =0.103 £0.011 Hz), which is incompatible with the
static magnetic field homogeneity. e) Fourier transform of the modulus of
the signal acquired during the last emission. The much narrower linewidth,
FWMH =0.034 4+ 0.011 Hz, illustrates that the FID exhibits a frequency sweep
during the emission, resulting from the decrease of the average dipolar
field. For this experiment, the sample contains 80 mmolL™" of xenon polar-
ized at about 27 % with a negative spin temperature.

The Fourier transforms of these NMR signals reveal the exis-
tence of a superposition of frequencies in each burst. The line-
widths are obviously correlated to the emission lifetimes. Com-
parising them provides evidence of frequency sweeps during a
burst (Figure 2d-e) or frequency jumps between two consecu-
tive bursts. This appears to be compatible with variations of
the average dipolar field, since part of the nuclear magnetism
energy of the system is released during the rf bursts, and the
associated reduction of the longitudinal magnetization
changes the By, value.

At first sight, such rf emissions are similar to maser emissions
such as have already been reported in the case of a laser-polar-
ized noble gas with an NMR cell connected to the optical
pumping cell.®"*? However, the present situation is different,
since xenon is now polarized in batch-mode, dissolved and the
solution homogenized by shaking. No physical means exists to
replenish the xenon magnetization present in the NMR tube.
After an emission, the inversion of population of the two mag-
netic states has decreased within the detected volume. To
enable the following emission, it could be repopulated by
transport mechanisms of xenon spins from a non-excited part.
Atomic diffusion is not efficient enough' as the xenon diffusion
coefficient in cyclohexane is ca. 5x107° m?s™", the renewal of
xenon magnetization after a burst in the 15 mm-Iong detec-
tion coil in less than one minute is impossible. Moreover, by
means of diffusion-weighted NMR experiments performed
during the first minutes of the experiment, using xenon with
positive spin temperature, we carefully test that our experi-
mental procedure of xenon addition ensures proper chemical
and thermal equilibria, thus preventing the appearance of a
strong transient convection.” Finally, the use of 1.6 mm inner
diameter NMR tubes tends to hinder convection. Thus, no
macroscopic transport mechanism can explain the renewal of

ChemPhysChem 2008, 9, 1395 - 1401



Noise-Triggered Chaotic Emissions

population inversion within the detected volume between two
consecutive emissions. This conclusion is corroborated by the
intensities and time-domain dependence of the maser emis-
sions. Thus, as shown in Figure 3, a second burst of similar am-
plitude is observed 10 s after the first one.

20004 @
1000+ 10s
L
: +
1000-
2000

e)
W W
T T T T
160 1 160 1 160
o/ ppm 8/ ppm &/ ppm

Figure 3. Experimental evidence of multiple rf emissions for a sample con-
taining 400 mmolL™" of laser-polarized xenon at P~27 % with a negative
spin temperature. a) Time-dependence of the '*Xe signal monitored during
more than 3 min. Three rf emissions are clearly visible. b)-d) Time-domain
signals of 1.36 s duration starting at 58.9, 67.1 and 78.0 s after the beginning
of the experiment, respectively. These three intervals are located between
the second and the third emissions as indicated. e)-g) Fourier transforms of
(b)-(d), respectively.

We never observe the same pattern of emissions, even using
identical conditions in terms of the amount of laser-polarized
xenon. Analysis by Fourier transform of the time dependence
of the modulus of the magnetization during the successive
emissions does not reveal the appearance of characteristic fre-
quencies either. All these features are in agreement with chaot-
ic behavior of the xenon magnetization.

2.3. Spatial Inhomogeneous Organization of the Xenon
Magnetization

One minute after the last rf burst, the state of the system is ex-
plored by a combination of standard 'H and '**Xe NMR acquisi-
tions. Three factors prove that the xenon magnetization has
reached a stable state after the last burst, even if it remains
anti-aligned with the magnetic field: 1) The measurements of
xenon magnetization are enhanced by —2000 to —5000 rela-
tive to the Boltzman level. 2) The shapes of the xenon FIDs
after excitation by a small flip angle pulse are clearly affected
by RD [Figures 4a and b]. 3) The intensities of proton magneti-
zation, which are smaller than their thermal equilibrium levels,
that is, are negatively enhanced®” by SPINOE [Figures 4c and
dl.

Considering the proton resonance frequency as a function
of the xenon magnetization, the overall shift d,, can either be
positive or negative from one experiment to the next (Figur-
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Figure 4. a) and b) '®Xe FIDs and ¢)-f) '"H NMR spectra corresponding to two
different experiments, each acquired after a series of spontaneous '*Xe rf
emissions. a) and b) '®Xe FIDs acquired using a small flip angle (ca. 20°). The
initial magnitude of the signal starts to increase before it decays, a typical
behavior when radiation damping is active and when the angle between
the excited magnetization and the static magnetic field is larger than 90°.
This behavior clearly indicates that the xenon spin temperature is still nega-
tive after several maser emissions. c) and d) Whole 'H spectra, indicating var-
iations of the 'H signal amplitudes due to SPINOE. The 'H signal of cyclohex-
ane (indicated by *) is even negative, a clear proof of a negative xenon spin
temperature for the two experiments. e) and f) These 2D sub-spectra corre-
spond to cases (a) and (c), and (b) and (d), respectively. The 'H resonance
frequency (x-axis) of the methyl group of trans-2 pentenal (symbol #) is
monitored as a function of time (y-axis). The xenon magnetization is re-
duced between two consecutive 'H spectra by a small flip pulse (ca. 20°).
The signs of the shift induced by the xenon average dipolar field are oppo-
site in these two experiments and indicate a change of signs of & [Eq. (3)].
Spectrum (e) corresponds to the expected behavior for a long cylinder and
a negative xenon spin temperature. In contradistinction, the behavior ob-
served in spectrum (f) indicates an inhomogeneous spatial organization of
the xenon magnetization, since the deduced & value is positive. For the two
experiments, preparation of laser-polarized xenon and experimental condi-
tions are identical (concentration ~ 1.3 molL™", initial polarization ~17 %).

es4e and f), although the sign of the xenon magnetization is
identical. Based on Equation (3), this experimental finding
clearly indicates that the sign of £ can either be positive or
negative after a series of rf emissions, revealing an inhomoge-
neous spatial organization of the xenon magnetization.

3. Discussion
3.1. Analysis in Terms of Radiation Damping

In NMR, a magnetization anti-aligned with the static magnetic
field is known to be in an unstable state. Any RD field, initiated
by spin-noise,®*¥ should be amplified so as to lead to a maser
as long as T, is shorter than the transverse self-relaxation time
T, Observing a negative magnetization after RD is therefore
rather counterintuitive and has never been explained, although
already observed.® Mao et al.*” have reported the expression
of the longitudinal magnetization as described by the Bloch
equation with RD by assuming an infinite longitudinal self-re-
laxation time T,. This is a reasonable assumption since T, of
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dissolved xenon is of the order of 1500 s. According to Equa-
tion (4):

=T [~ prannp(e )| @)
2

where ./, is the initial longitudinal magnetization in its unsta-
ble state (.#,<0), T, is the transverse self-relaxation time, t, is
the instant when the signal intensity is a maximum and p is
[Eq. (5)I:

P=T7T, (5)

Inspection of Equation (4) shows that the final longitudinal
magnetization [Eq. (6)]:

:ﬂo<%—1> (6)

can still be negative (sign of .#,), if T,<2T,. Accordingly, for
the second emission, the new RD characteristic rate 1/T? is
scaled down by a factor | 2T,/T,—1] [Eq. (1)]. Since T, < T,?, this
second emission would be forbidden by RD theory.

Using this same framework, the time dependence of the
transverse magnetization in the rotating frame according to

Equation (7) is:?¥

My = "ﬂo”—rpcoshp(t — to) (7)

The predicted shape of the signal amplitudes appears in
complete disagreement with those experimentally observed.
Indeed, they reveal frequency beats and asymmetric increase
and decrease of the transverse signal (Figures 2 and 3). More-
over, by integrating this signal [Eq. (8)]:

2

i 8
#onQ[Y| ®

/ M dt = T M|T, =

we find that the integral of the modulus of the transverse
magnetization is a constant defined only by the probe specifi-
cations. All emissions are consequently expected to be of the
same integral, a deduction in contradiction with the experi-
mental measurements.

We explore the influence of an average dipolar field by nu-
merically solving the Bloch equations, given by Equat-
ions (9)-(11), modified to take into account radiation damping
and average dipolar field effects:

d OMoll, MM, M,

N A VA A ®)
d Syl M, M,

a = T 1o
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where ./, is the thermal equilibrium magnetization level and
0 is the average dipolar shift created by the xenon magnetiza-
tion and experienced by itself (0 =3&yB;,/2).?"** The integra-
tion of this non-linear system leads to the obtaining of a fre-
quency sweep during the maser, and thus to xenon line broad-
ening (Figure 6). This is experimentally observed (Figures2d

1000,
0]
-1000-] /
!
J !
4 !
-2000] My
] T T T T T 7 1
0 20 40 60 80 100
tis
b) ¢)
a0 1T a0

o/ Hz 8/ Hz

Figure 5. a) Numerical simulations of a radiation damping effect using the
Bloch equations, and an average dipolar shift which is reduced during the
emission. The envelope of the curve for the transverse magnetization is a
hyperbolic secant, while the frequency changes according to the longitudi-
nal magnetization. The longitudinal magnetization is still negative after the
rf emission. b) Modulus of Fourier transform of the transverse magnetization.
c) Modulus of the Fourier transform of the modulus of the transverse mag-
netization (|M |). Compared to (b), the linewidth is reduced since the fre-
quency sweep is removed by taking the modulus of the time signal. The ex-
tracted p value is the correct one.

0.3 -0.4
a) * b

Figure 6. 3D numerical simulation including DDF and RD of an rf emission.
a) Plot of the global transverse magnetization (—) and longitudinal mag-
netization (-----, , axis on the right). At the end of the emission, the longitudi-
nal magnetization remains anti-aligned with the magnetic field. Insert: the
Fourier transform of the transverse magnetization. b) Longitudinal and three
transverse coupes of the sample showing the local transverse magnetization
at the time indicated by * in (a). One observes a quasi-symmetrical spatial
mode corresponding to the rf emission.
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and e) but still, neither frequency beats nor multiple rf emis-
sions are generated.

3.2. Analysis in Terms of DDF

For samples with sizeable DDF, spectral clustering is evidenced
by very narrow lines (Figure 1). We can thus reasonably pro-
pose to assign the frequency-domain peak pattern observed in
Figure 2 c to emissions of different spectral modes, an assump-
tion which explains the spatial organization of the xenon mag-
netization, the frequency beats, the structure of the signals in
the frequency domain, as well as their survival in the presence
of static magnetic field gradients. Indeed, Jeener has predicted
that spectral clustering can accommodate moderate spread of
the Zeeman Larmor frequencies.”” Also, as exemplified for the
experiments reported in Figures 2 and 3, which are performed
with the same 5|.#,| value, that is, the same coupling be-
tween the coil and the magnetization [Eq. (1)], the number of
rf emissions seems to be inversely proportional to By, Even if
this seems counterintuitive, this behavior is in agreement with
predictions by numerical simulations. Jeener has shown
(Figure 21 of ref. [8]) that the number of spectral modes de-
creases when By, predominates the static magnetic field varia-
tions along the sample.

The interpretation of the key importance of DDF in these
multiple maser emissions is substantiated by numerical simula-
tions where spatial organization as well as frequency beats
appear with a still-negative final xenon spin temperature
(Figure 6). But, regardless of the parameters (B, diffusion, gra-
dients, intensity of fluctuations, etc.), multiple successive bursts
do not show up. A possible and simple explanation resides in
the limited size of the considered spin system (5800 voxels).
On the other hand, it remains possible that the simulation is
unable to describe all the physical properties of the spin
system, since it is based on a classical description of distant di-
polar fields with each magnetization voxel described by a clas-
sical magnetic moment, that is, by using the high-temperature
approximation for the density matrix.

In fact, the spin dynamics at high polarization may be more
complicated than in this simulation model. During an emission,
the RD field acts on all magnetization clusters exactly like a rf
irradiation, tilting them away from the static magnetic field di-
rection, that is, out of their unstable state, even when out of
resonance. As a consequence, if the condition T,<T, is fulfilled
for a given cluster (or a given isochromat, using the language
of Ref.[9]), its associated transverse magnetization should
grow and induce a rf emission as well. As shown by numerical
simulations, this model predicts that each emission should
then be initiated by the preceding one. Analysis of the series
of bursts shown in Figure 3 indicates that the signal decreases
to the noise level between the second and third consecutive
emissions, since the voltage signal in the coil is typically 10
times smaller than the maximum signal detected and that it
appears like noise (Figures 3 b—d). Searching for correlations by
Fourier transforms reveals that they are absent, present for ca.
9.5 s, then absent again (Figures 3e-g). Thus, in contrast to the
usual behavior,” not all fluctuations are able to create a maser.

ARTICLES

This experiment also shows that different successive masers
can be uncorrelated and initiated independently, probably by
spin noise. As a consequence, the condition of growing insta-
bilities (T, < T,) develops in a chaotic way. This leads to the ap-
parent conclusion that the transverse self-relaxation time is
time and/or polarization-dependent, a result also substantiated
by the previous remark on the relative values of T2 and T,.
Hence, the experiment tends to indicate that both spatial and
temporal reorganizations of the magnetization are required to
explain the observed spin dynamics, with dynamic rates exhib-
iting unexpected features. There is obviously no classical
mechanism which can explain such a phenomenon. One can
thus reasonably question the underlying assumptions used in
the numerical simulations, particularly for a system with such a
low spin temperature, the linear approximation of the density
matrix. Indeed, unexpected behavior, such as the modification
of the transverse relaxation times, were forecasted by numeri-
cal studies in these conditions.®

The conditions are consequently fully different in the case of
bulk water. It certainly explains why such multiple chaotic
maser emissions have never been observed in that case. More-
over, since the RD characteristic rate is strongly dependent on
the gyromagnetic ratio (y°), proton magnetization is much
more coupled to the detection coil than '**Xe. Thus for pro-
tons, RD usually dominates DDF effects, preventing the obser-
vation of interplay between the two effects.

4. Conclusions

We report the unexpected chaotic behavior of laser-polarized
xenon magnetization with negative spin temperature, which
consists of multiple spontaneous maser emissions. The time
dependence of the signal amplitude in Figures 2 and 3 exhibits
many similarities to that of chaotic pulsed lasers at quasi-opti-
cal wavelengths.®® In the rf domain, the previously described
chaotic NMR-maser®” used a continuous pumping and re-
quired external modulations, in contrast to our setup. Based
on the Maxwell-Bloch equations, the rate parameters of our
system seem to be within the range required to generate cha-
otic behavior,®® but the spectral clustering and its consequen-
ces such as the spatial organization weakens the likelihood of
an homogenous resonance line itself, which allows the defini-
tion of global rate parameters. The chaos might as well result
from the massive dipolar couplings between the excited spins
within the cavity, an effect usually neglected in spin-masers
probing fundamental physics.*? Whatever the origin of the
chaos, the present results, obtained with By, as low as that of
bulk water in a 10 T magnet, suggest that future experiments
using high magnetization obtained by transient polarization
processes should consider the macroscopic spin modes, disre-
garded in the classical treatment of liquid-state NMR. More-
over, our inability to reproduce multiple masers numerically
tends to indicate that even if a comparable average dipolar
field can be obtained with systems with either high concentra-
tion and high spin temperature, or low concentration and low
spin temperature, the description of their spin dynamics may

110

ChemPhysChem 2008, 9, 1395 - 1401

© 2008 Wiley-VCH Verlag GmbH & Co. KGaA, Weinheim

1399

www.chemphyschem.org



PHYS

differ, due to the breakdown of the linear expansion of the
density matrix.

Experimental Section

Preparation of Laser-Polarized Xenon Samples: 96% isotope-en-
riched '®Xe from Eurisotop was polarized by spin-exchange optical
pumping of Rubidium™ using a home-made experimental appara-
tus.”® The quarter-wave plate was oriented so that the final xenon
magnetization was aligned in the opposite direction to the static
magnetic field (negative xenon spin temperature). After optical
pumping, between one and three batches of xenon were accumu-
lated by cryo-condensation in a U-shaped tube fitting inside the
bore of a battery-powered solenoid immersed in liquid nitrogen.
The whole system (solenoid and tube) was then put into the fringe
field of the high-field NMR magnet, where the tube containing the
polarized xenon was rapidly heated. The xenon was then trans-
ferred by condensation to the previously degassed NMR tube.
After heating, this sample was immersed in a large water volume
thermostated at 293 K and then vigorously shaken to ensure
proper xenon dissolution and to avoid concentration gradients.
The NMR tube was subsequently put back inside the high-field
NMR magnet and acquisition of xenon signal started. Immediately
after completion of these steps, the dissolved xenon polarization
levels ranged between 15 and 30%, as measured by experiments
with a positive xenon spin temperature.

The relative influences of DDF and RD can be explored by varying
the probe characteristics, but also by noticing that DDF are directly
dependent on the xenon concentration whilst for RD, because of
the dependence of T, on the filling factor 7, the relevant parameter
is the total number of spins inside the NMR detection coil. That is
why different types of NMR tubes closed by J. Young valves were
used. Their inner diameters ranged between 1.6 mm (3 mm outer
diameter) and 4.2 mm (5 mm outer diameter). For these tubes, the
relative volumes of the gaseous and liquid phases were carefully
optimized in order to ensure that for a given amount of xenon in
the pumping cell, the xenon quantity inside the NMR detection
coil was identical for all NMR tubes. This ensured the same 5./,
factor, that is, the same T, value, and different xenon concentra-
tions, thus different By, values. The NMR tubes contained a solu-
tion consisting of deuterated cyclohexane as the solvent and trans
2-pentenal as a solute with a concentration of the order of
3 mmolL™".

NMR Experiments: All experiments were run on a Bruker Avance Il
spectrometer with a static magnetic field of 11.7 T and a tempera-
ture of 293 K. Data acquisition and processing was performed
using Bruker Topspin software. Three different NMR probes were
used with #Q varying by a factor about 4. The data presented in
Figures 2 and 3 were acquired on a Nalorac 5 mm direct broad-
band probe equipped with three-axis gradients, using 5 mm and
3mm outer diameter NMR tubes, respectively. Experiments of
Figure 4 were run with a Bruker TBI HNX probe and 3 mm NMR
tubes. The probes were finely tuned to the '®Xe Larmor frequen-
cy.?¥ Xenon time-domain signals were acquired as successive FIDs,
arranged as a 2D spectrum on the Bruker Topspin software. The 2D
map consisted of up to 12 FIDs of 512k points which corresponded
to an acquisition time of 43.5 s per FID. We have carefully checked
by electronic measurements that no rf excitation from the spec-
trometer took place. In fact, the effects of xenon rf emission could
even be detected indirectly, since the associated variation of aver-
age dipolar field was sufficient to unlock the magnet and could
consequently be observed on the ?H channel. We also observed
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maser emissions by only using the detection pathway of an exter-
nal Tecmag spectrometer. In order to avoid electronic and physical
artifacts, the NMR magnet lock and the shimming procedure were
disabled for all the experiments presented herein.

The 2D spectra of Figure 4 consist of 64 1D 'H spectra. They were
acquired with a previously reported protocol which consists in an
alternation of 90° hard pulses on the 'H channel followed by ac-
quisition and of 6~20° hard pulses on the ®Xe channel followed
by acquisition.?”® This pulse scheme allows a reduction of the
xenon magnetization by a factor cos 6. In this procedure, the line-
arity of the proton NMR response makes it a reliable probe of the
12%Xe magnetization for a low proton concentration. The estimation
of the initial xenon polarization and its related dipolar field were
performed using this exact procedure except for the quarter wave
plate used during the optical pumping step, which was aligned
such that the final xenon spin temperature was positive.

Numerical Simulations: Advanced numerical processing of the NMR
data as well as some numerical simulations such as those present-
ed Figure 5 were performed using SciLab software. When we have
considered two or more isochromats to explore whether the first
maser emission would induce the next one, we have taken the dif-
ferences of resonance frequency of the isochromats into account
to compute the radiation damping field. Indeed, our RD field was
typically of the order of 2 Hz, while the spread of the resonance
frequency was about 10 Hz. Considering the modulus of the whole
transverse magnetization to compute the RD field, as suggested,”
would have led to the neglect of these large offset effects.

For numerical simulations of many spin dynamics, we used the
software initially developed by Jeener,? according to the scheme
described by Warren’s group™® and provided by the LKB team.*"
An initiation by noise was added. The simulation presented in
Figure 6 was run with a system of 10x10x58 magnetization
voxels assuming no overall gradient, the long axis standing along
the static magnetic field. Since the detection coil volume does not
cover the whole liquid volume experimentally, the RD coupling to
the coil was limited to the middle half of the sample in the simula-
tion.
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V1.3 Dépendances temporelles des émissions

2

VI.3.1 Tentative d’analyse des émissions maser
Modele analytique

L’extraction des parametres temporels et spectraux des émissions visibles en figures
2 et 3 est peu aisée, du fait que les premiers masers ne possedent pas un profil temporel
comparable au modele théorique [10], & savoir une sécante hyperbolique®. De plus, on
remarque sur la plupart des émissions des figures 2 et 3 de I'article la présence de batte-
ments de fréquence, que I'on peut expliquer par une superposition temporelle d’émissions
de plusieurs modes de fréquence centrale tres proche. Enfin, durant une émission, le re-
tournement d’une partie de 'aimantation induit un balayage de la fréquence centrale.

Cette derniere remarque tend a privilégier dans un premier temps ’approche non en
fréquence absolue, mais en se basant sur le module de I'aimantation transversale. La
présence des battements de fréquence suggere méme d’analyser le carré du module de
I'aimantation transversale : en effet, si ’émission temporelle f(t) est la superposition de
deux masers de pulsation centrale respectivement w, et wy :

f(t) = fa(t)e™ " + f(t)e ! (VL3)

le carré du module du signal temporel s’écrit :

IFOIP = £2(1) + [ () + 2fa(8) fo(t) cos(wy — wa)t (VL4)

dont la transformée de Fourier donne la différence des fréquences de précession entre les
masers a et b avec une précision accrue. Par contre, le passage au module de la FID
complexe présente I'inconvénient de perdre la linéarité.

Comme rappelé en [10] ou dans la légende de la figure 5 de article, 'enveloppe tem-
porelle d’un maser unique peut étre écrite comme :

M, = MyT,sechp(t — to) (VL5)

L’aimantation longitudinale du maser est donnée par la formule :

1
M, = MyT, (ptanh pt — T) (VIL.6)

2

Cette solution générale ne tient pas compte de la présence des champs dipolaires a grande
distance qui génerent du regroupement spectral et comme on vient de le voir un balayage
de fréquence centrale di au retournement de ’aimantation. Cela dit, pour une variation
de pulsation Aw petite devant p, la résolution numérique des équations de Bloch (effectuée

2cette partie fera l'objet d’une publication & paraitre dans les mois & venir sous le titre de
Spectral and temporal features of multiple chaotic NMR-maser emissions.
3définie par sechx = 1/ cosh z
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en §3.2) montre que l'enveloppe n’est pas modifiée par le décalage en fréquence durant
I’émission.
Une émission concomitante de deux masers est de la forme :

M, = Ae®="t)sech p,(t — to) + Be*""sech py(t — 1) (VL7)
dont le carré du module vaut :

| M |* =A%sech®p,(t — t,) + Bsech®py(t — t;)
+ 2AB cos(w, — wp)t sech p,(t — tg)sech py(t — tp) (VL8)

La transformée de Fourier des deux premiers termes vaut :
2 mw wwalt 2 mw

2sinh 2 sinh ;’—‘“
b

o‘*( _
2pa

Flw)=A e vt (VIL.9)

dont le carré du module vaut :

2 2
’ (w)\ (2 sinh ;—“’ + 2 sinh ¢
Pa 2pp

+2A2B? cos®> w(ty, — ty) Ut bt

2sinh 7% 2sinh 7 (VL.10)
Pa Py

Dans cette derniere expression, les deux premiers termes sont des fonctions en forme de
pic et centrées sur la fréquence nulle. Comme elles sont monotones pour w > 0 et globale-
ment de méme forme — p, et p, sont généralement peu différents —, il est impossible de les
distinguer par un algorithme de fit. Ceci est confirmé par les simulations numériques, qui
révelent qu’on ne peut que déterminer un parametre p « moyen », dépendant typiquement
de la largeur de ce pic a fréquence nulle.

Le dernier terme de ’équation VI.10 peut se traduire par I'apparition d’ondulations
sur le spectre de la transformée de Fourier, et entraine également un affinement du pic
principal a fréquence nulle. En fait, en raison de la décroissance tres rapide de la fonction
x?/ sinh? z, impact de cette modulation implique que le délai |t, —tp| entre deux maxima
temporels soit supérieur a 1/p. Lorsqu’on tente de prendre en considération indépendam-
ment les deux masers successifs, pour un taux de confiance supérieur a 98%, on ne trouve
jamais de situation ol la prise en compte de ce terme en cos? améliore significativement
I’ajustement a la courbe. Cette derniere remarque nous a conduit a négliger ce terme de
modulation.

La transformée de Fourier du dernier terme de I’équation VI.8 n’admet pas de solution
analytique simple, excepté pour le cas tres spécifique de deux masers aux parametres
identiques, centrés sur des fréquences différentes : déclenchement simultané (¢, = t;) et
méme p. On trouve dans ce cas particulier pour le carré du module de la transformée de
Fourier :

422 (W(w — (Wa — wy)) ) L oA2R? ( m(w + (Wa — ws)) ) (VL.11)

it Tw—(wa—wp)) ; T (wt(wa—wp))
2 smh Tb 2 Slnh(Tb

donc, en fait, la méme fonction que vue précédemment, centrée en +(w, — wp).
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La transformée de Fourier des émissions maser expérimentales

Afin de mieux caractériser les émissions maser successives, nous pouvons séparer ces
différentes émissions dans des FID individuelles afin d’évaluer ’application des résultats
théoriques présentés précédemment a chacune d’elles. La démarche suivie ici consiste a
calculer la transformée de Fourier de ces signaux temporels, puis leur puissance spectrale,
et a faire 'approximation (par une méthode d’ajustement) de cette derniére par une com-
binaison linéaire de fonctions, composée d’'une fonction f(0, pg) et de fonctions f(wy, p),
définies par :

f(0, po) = (Lf

2sinh %2 pg

2 2
7(w — wo) pi(w + wp)
Flwep) = [ =200 4 (PR T 0) (VL.12)
2 sinh T—wo) sinh (2ieteo)
2p p
A
3
s
=
5
0l— : = ;
2 -1 0 1 2
Frequency (Hz)
B &
:
z i
€ P
F
1 FEI
O e ,
-0.4 -0.2 0 0.2 0.4
Frequency (Hz)
Fic. VI.1 — Exemples de puissances spectrales obtenues & partir de la transformée de

Fourier du carré du module de 'aimantation transversale. Ces deux spectres correspondent
a la troisieme (A) et la septieme (B) émission d’une série de sept masers observés pour une
solution contenant 0,05 mol.L~! de ??Xe polarisé & environ 20%. Les meilleurs ajustements
sont représentés en ligne pointillée.

L’emploi de 0 a 3 fonctions f(wg, p) suffit généralement a décrire les motifs observés.
Par exemple, sur la figure VI.1, on voit 'excellente approximation de la courbe de puis-
sance spectrale par cette combinaison linéaire de fonctions. Méme si les bases théoriques
justifiant le recours a une telle base de fonctions sont discutables, on voit que 'adéquation
en est excellente, et qu’elles décrivent tres correctement les comportements observés. Les
seules exceptions constatées concernent l'ajustement des premiers masers de chaque série,
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dont les pics a fréquence non-nulle sont trop élargis pour étre ajustés de fagon correcte.
Les seuls inconvénients de cette méthode consistant a prendre le carré du module de la
transformée de Fourier de la FID sont les suivants :

e |'utilisation d’une puissance plus grande tend a lisser les petites variations, et donc
a renforcer lors des ajustements les poids des zones ou la fonction est proche de
son maximum. On y perd donc 'information portée par les petites structures de la
transformée de Fourier, qui deviennent d’un poids négligeable.

e La nécessité de limiter au maximum les parametres d’ajustement, ainsi que le pas-
sage a la fréquence carrée empeéchent le retour au domaine des temps : les courbes
d’ajustement ne peuvent étre utilisées pour simuler le signal temporel. En effet, les
diverses approximations (notamment sur la concomitance des masers) et le passage
au carré font perdre toute information de phase entre les différentes fonctions f,
phase qui devrait alors faire elle-méme 1’objet d’un algorithme d’ajustement.

Le dernier point est rédhibitoire : I'ajustement d’un nouveau parametre serait mathémati-
quement hasardeux, car 'analyse consisterait alors plus en une décomposition sur une base
de fonctions qu’en une réelle recherche de parameétres physiques composant I'impulsion?.

Ces précautions étant évoquées, il reste que les résultats dérivés de la présente méthode
d’analyse, sans étre décisifs, permettent tout de méme de donner quelques arguments en
faveur de I’hypothese initiale stipulant que la forme des premieres émissions est due a
la superposition de plusieurs masers quasi-concomitants, sur des fréquences différentes
(typiquement, on observe des différences de fréquence de l'ordre du hertz).

Le modele primaire qui se dessine est donc le suivant : ’homogénéité de champ ma-
gnétique régnant dans la sonde permet ’apparition de regroupement spectral dans le
bain de xénon, phénomene ayant pour effet de dissocier I'aimantation globale en clus-
ters de fréquence localisés dans 1’échantillon. L’initiation aléatoire (car dépendante du
niveau de bruit & la fréquence Zeeman de 12Xe) d’un maser peut entrainer de fagon
quasi-concomitante 1’émission d'un autre cluster d’aimantation dans 1’échantillon, a une
autre fréquence, et dont le parametre temporel p est lui aussi positif, le rendant instable
en présence d’amortissement cohérent.

Propriétés temporelles et spectrales

On présente ici les caractéristiques de quatre séries d’émissions acquises avec le méme
protocole expérimental, notamment en affinant 'accord en fréquence de la sonde en ré-
ception (cf. VII et Réf. [74]), et dans des conditions de pompage optique identiques. Nous
avons pour cela utilisé deux tubes de diametres différents mais dont le volume de solvant
était calculé pour obtenir pendant I’expérience un méme nombre de spins de xénon dans le
volume d’induction de la bobine. La concentration de xénon, de ce fait, variait en fonction
du diametre du tube. Nous avons donc utilisé les quatre concentrations données dans le
tableau VI.1, soit en fait deux quantités de xénon hyperpolarisé pour chaque tube.

4En effet, la base définie en VI.12 est une base de fonctions & support quasi-compact de hauteur et
d’étalement variables. Le traitement présenté dans cette partie est donc extrémement proche du principe
d’analyse par ondelettes, dont on sait la puissance pour décrire des signaux résolus temporellement. La
prudence est donc de mise quant a I'extraction de parametres ayant un sens physique a partir de cette
séquence d’ajustements. . .
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Expérience | ¢ (mol.L™!) | N,/N.(A) # Masers | FID (en module)
A 0,055 1 7 L ! ‘ '
B 0,35 ~ 1 3 M o
S
C 0,18 ~ 2 4 LA s
i
D 0,028 ~ 2 11 ks

TAB. VI.1 — Caractéristiques des expériences A & D.

L’examen des colonnes 4 et 5 de la table VI.1 montre que le nombre d’émissions masers
spontanées augmente avec la décroissance du champ dipolaire moyen, conformément a ce
qu’on pouvait attendre en présence de regroupement spectral. Chaque émission a été
analysée individuellement a 1’aide des moyens décrits ci-dessus.

Tous les masers peuvent étre représentés a 'aide de la base de fonctions f(wy, p), en
utilisant entre une (avec dans ce cas-la wy = 0) et quatre fonctions, comme illustré en
figure VI.1A. Pour le second cas présenté (VI.1B), aucune modulation de fréquence ne
peut étre détectée par la méthode utilisée. Pour les cas de la sorte, le signal temporel est
correctement décrit correctement par une unique sécante hyperbolique. Les parametres
évalués par ajustement ont bien une signification physique, mais il faut toutefois garder
a lesprit que 'importance des signaux de petite taille a été fortement diminuée par le
passage au carré du module.

La figure VI.2 représente pour chaque expérience les parametres pg, wg et 1'énergie
émise par chaque maser. Celle-ci représente typiquement plusieurs dizaines de milliers de
fois I’énergie électromagnétique délivrée par 'aimantation a son niveau thermique dans la
sonde apres une impulsion de 90°. Cette énergie émise tend en général a décroitre au fur
et a mesure de l'expérience. Pour les cas A et D utilisant un tube de 5 mm de diametre
extérieur pour lequel le champ dipolaire moyen est le plus faible, plusieurs émissions
émettent la méme quantité d’énergie; la décroissance de 1’énergie des masers est moins
rapide et moins systématique. On voit également sur la figure que les trois parametres
dérivés de l'ajustement — I'énergie, py et wy évoluent de fagon similaire au cours d’une
série d’émissions.

Si l'on se base sur le modele physique décrit ci-avant, la décroissance générale p — 0
tout au long d'une série d’émissions, cause ou aussi bien effet du rallongement des masers,
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F1G. VI.2 — Variations de 1’énergie électromagnétique émise, exprimée en nombre d’unités
d’énergie électromagnétique émise sous forme de rayonnement aprés une impulsion de (ligne
en traits-points, axe de gauche) 90° au niveau thermique ; variations de pg (symbole *, axe
de droite) et de wp (symbole o, axe de droite — le nombre de points par abscisses indique
le nombre de fonctions utilisées pour 'ajustement de I’émission) pour les expériences A
a D. Pour le premier maser de A, les pics latéraux sont trop élargis pour permettre une
détermination fiable de wy des fonctions f pour les fréquences non nulles.

illustre simplement la baisse de I'aimantation longitudinale dans I’échantillon, et donc par
voie de conséquence :
e l'amoindrissement de Iinversion de population des spins de '?Xe synonyme de la
disparition de I'énergie magnétique dans le milieu,
e la diminution du couplage aimantation-bobine donc la disparition de I'effet d’amor-
tissement cohérent (effet non-linéaire par rapport a I’aimantation transversale).
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En effet, dans le modele classique, pg = K/T,—1/15 ou K est le facteur d’hyperpolarisation
de l'aimantation (K = My/M,). La série de masers s’arréte donc a saturation de la
condition pg > 0, c’est-a-dire K = T, /T5.

Comme décrit dans le modele de traitement présenté, les valeurs calculées de wy re-
présentent les différences de fréquences centrales entre les modes. Ces valeurs sont donc
directement liées au regroupement spectral, et elles dépendent naturellement du nombre
de modes utilisés pour ’ajustement des pics latéraux aussi bien que du choix de la valeur
ppour les f(w, p) (fixée & pg, ou laissée libre comme parametre d’ajustement). Néanmoins,
les plus grandes valeurs de wy observées correspondent toujours aux cas pour lesquels le
champ dipolaire est le plus important. Un champ dipolaire important, comme c’est le cas
des expériences B et C, induit donc bien un regroupement spectral efficace qui se traduit
par une réduction de I’étalement de fréquences des pics latéraux, permettant ainsi leur
description par un nombre limité de fonctions f(wo, p).

Les faiblesses des bases théoriques du modele utilisé permettant d’introduire les fonc-
tions f, limitent naturellement la possibilité d’exploiter les résultats obtenus en terme de
signification physique intrinseque. Il reste que le modele indique clairement les relations
entre le comportement temporel et ce qu’on peut en prédire en considérant les possibles
effets du regroupement spectral. Ceci fonde I'interprétation des masers multiples sponta-
nés comme étant le résultat chaotique des effets dus aux couplages dipolaires a longue
distance.

V1.3.2 Vitesse de décroissance et temps caractéristique d’amor-
tissement cohérent

Le temps de montée des émissions

Une grande partie de ’émission d’'un maser peut étre parfaitement décrite par une
sécante hyperbolique de parametre temporel p = K /T, — 1/T5. Si ce parametre peut étre
déterminé expérimentalement, nous avons vu dans l'article que la dynamique de spins
entre deux masers consécutifs peut entrainer une réorganisation de ’aimantation et per-
mettre I’émission suivante (cf. figure 3 et §2.2 de l'article). La connaissance de chacun des
deux termes semble utile, car chacun a une influence différente sur la dynamique globale
des spins. Malheureusement, les expressions d’une émission maser ne permettent pas de
discriminer leurs valeurs respectives. En outre, le regroupement cohérent et 1’élargisse-
ment de la raie dit aux hautes polarisations empéchent d’interpréter les spectres '2?Xe
pour en extraire Ty et T, de facon fiable [15, 25]. L’approche suivante semble plus & méme
de fournir des résultats significatifs : plutot que de considérer la largeur de raie de la ré-
sonance comme usuellement, on détermine la vitesse de décroissance des FIDs (acquises a
d|.a| .

, en ajustant

at  |,_,
le logarithme du module de chaque FID (In |.#|) & une droite. Pour éviter les problemes
dus au regroupement spectral et aux autres instabilités dynamiques associées aux champs
dipolaires, seules les 4,5 ms du début de la FID (apres les 6,5 ms de réponse du filtre
digital qu’on omet) sont prises en compte. Cette durée d’étude, courte en comparaison
de l'inverse de 1'étalement spectral (environ 6 Hz de largeur a 20% de la hauteur) et de

la suite d’impulsion de quelques degrés), sous la forme R = —
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F1G. V1.3 — Evolution de la vitesse de variation initiale de Paimantation transversale de
129Xe (RSP = —% at = 0) pour une série de cinq expériences réalisées avec des tempéra-
tures de spins de xénon positives et négatives, des concentrations de xénon et des diametres
de tube RMN différents. Cette vitesse est définie comme négative : une augmentation de
I’aimantation apparait comme une valeur négative sur la figure.

Iinverse du . dipolaire (.#, 5 6 Hz), est donc a priori seulement dépendant de T, /K
(mesuré de 'ordre de T, ~ 4000 s).

La figure V1.3 montre I'évolution du parametre R3P® pour une série de cinq expériences
acquises dans des conditions identiques en terme de pompage optique et d’accord de
sonde, mais en utilisant deux tubes de diametre interne différent et des concentrations
de xénon différentes, en utilisant le protocole décrit en Réf. [15]. Dans quatre de ces cing
expériences, la température de xénon était négative, occasionnant des émissions maser
spontanées (correspondant aux expériences A a D décrites en VI.3.1) avant le début de
I’acquisition des spectres xénon. La derniere expérience, réalisée avec une température
positive, permet une meilleure estimation de la concentration et de la polarisation du
xénon.

Un des premiers résultats de cette comparaison est que RS>, pour les plus grandes
aimantations en valeur absolue et T, < 0, peut étre aussi bien positif que négatif. Dans
le cas négatif, cela signifie que 'amortissement cohérent domine le terme de relaxation;
dans le cas positif, (ici, pour [Xe] = 0,35 mol.L.™!), on a au contraire K/T, < 1/T5. Ce
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résultat prouve donc bien que 'aimantation finale apres une ou des émissions masers n’est
pas une constante.

En outre, pour chaque expérience, RS> est linéairement dépendant de I’aimantation
de xénon. Pour les cinq expériences, les pentes sont de plus quasi-identiques. Un tel com-
portement est bien compatible avec une variation du taux de décroissance transversal du
a 'effet d’amortissement cohérent :

Robs — 15 +RY (VI.13)
olt RY est la vitesse de relaxation transversale du xénon. Pour I'expérience avec une tem-
pérature de spin positive ( [Xe] = 0,18 mol.L ™!, tube de diametre intérieur 1,6 mm),
I'ajustement de 7, donne 4050 + 130 s. Connaissant la concentration de xénon, donc le
niveau de son aimantation a ’équilibre thermique (21°C), on peut déduire de 1’'équation

Ti = %n@lmz/lol (VI.14)

T
les valeurs des différents parametres d’accord de la sonde Nalorac large bande utilisée :
n@Q =1,1 (tube de diametre 1,6 mm) ou n@ =7,7 (tube de diametre intérieur 4,2 mm)
pour des tubes RMN standard. ® Ces valeurs sont tout a fait compatibles avec les valeurs
annoncées par Guéron et Leroy pour une sonde 'H dans un spectrometre & 276 MHz
(nQ =5,1).

En comparant la durée d’une impulsion 90° a puissance égale, les rapports signal-sur-
bruit et la longueur effective d’un échantillon ¢, on peut également évaluer le rapport
n@ pour la sonde Bruker indirecte utilisée pour les expériences décrites en chapitre IV :
nQ ~ 1,2 sous 'hypothese d'un accord en réception parfait (cf. chapitre VII), ce qui, au
moment de 'écriture de cet article, n’était pas le cas. Si 'on adopte le méme coefficient
de désaccord que celui calculé par Leroy et Guéron [75], la contribution maximale de
I’amortissement cohérent a la largeur de la raie que I'on peut en déduire est de 'ordre de
2,1 Hz, soit seulement environ 50% des largeurs de raie a mi-hauteur décrites en Réf. [15].

Les simulations numériques effectuées, basées sur I'expression analytique de ’aiman-
tation transversale [10], valident également le fait que ’élargissement de la raie da a
I’amortissement cohérent est quasiment indécelable pour la gamme d’angles d’impulsion
utilisée en chapitre (c¢f. chapitre IV). Il n’est donc pas utile de prendre en compte dans
I'expression RS> la dépendance vis-a-vis de I'angle d’impulsion.

La vitesse de relaxation transversale directe du xénon

Comme on peut le voir en figure VI.3, les pentes de RS™(.# ) sont assez semblables,
mais les ordonnées a l'origine varient d’'une expérience a 'autre. Si 'on représente ces

5L’incertitude de cette valeur est de I'ordre de 6,5%, mais I'existence d'un biais systématique telles
I’approximation linéaire de ’évolution initiale de ’aimantation, ’hypothese de couplages longue distance
négligeables, ou encore la valeur constante de 75 impliquent d’envisager une incertitude plus réaliste de
lordre de 15%.

6 Autrement dit, la hauteur du volume d’induction de la bobine. Cette derniere a été mesurée en
imposant un gradient G = dB,/dz d’intensité connue, ce qui permet de remonter & Azeg par GAzeg =
A/ yal.
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valeurs ajustées R9 (c¢f. VI.14) en fonction de la concentration de xénon, on voit apparaitre
(figure VI.4) une dépendance linéaire de la vitesse de relaxation transversale directe vis-
a-vis de la concentration de xénon :

RY = 5.49[Xe] +0.765~* (VIL.15)

ol [Xe] est la concentration de '*Xe en mol. L.

Transverse relaxation rate (Hz)

T

0 0.1 0.2 0.3 0.4 0.5
Xenon concentration (mol/L)

F1G. V1.4 — Evolution de la vitesse de relaxation transversale directe du xénon en fonction
de sa concentration.

Une certaine dépendance de R vis-a-vis de la concentration de ?Xe est effectivement
attendue du fait de la relaxation dipolaire Xe-Xe [1]; cela dit, la valeur attendue en théorie
est est bien inférieure a celle constatée expérimentalement. D’autre part, le terme constant,
égale & 0,76 Hz, a pour origine toutes les autres contributions a la relaxation,” notamment
celle des inhomogénéités de champ et la relaxation dipolaire solvant-xénon ou encore
proton-xénon.

Si I'on néglige cette contribution constante de 0,76 Hz & RS, on obtient pour une
concentration de 0,1 mol.L™! un temps de relaxation de 1,8 s, soit donc une valeur bien
inférieure au temps de relaxation longitudinale directe (=~ 1500 s). Cette grande différence
de temps caractéristiques entre relaxation longitudinale et transversale est en complete
contradiction avec les prédictions théoriques ; en effet, tous les mécanismes contribuant a
la relaxation dans le plan transversal devrait avoir un équivalent le long de ’axe Oz. Dans
le cas d'un temps de corrélation 7. tres court conduisant a un 7 de 1500 s, on s’attendrait
a un Ty identique, donc également tres long [1].

Les causes de ce contraste peuvent étre l'existence d'une incertitude non prise en
compte, un traitement biaisé par exemple par I'approximation de la décroissance de 1'ai-
mantation transversale par une exponentielle, ou encore I'invalidité des comparaisons entre
des expériences pourtant conduites dans des conditions identiques. Il reste que méme si
les vitesses de relaxation présentées en figure VI.4 font 1'objet d’un biais de calcul, le

"L’amortissement cohérent, phénomene cohérent et ne dépendant pas d’un hamiltonien aléatoire, n’est
pas un processus de relaxation et n’est donc pas inclus ici.
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comportement général ne peut étre remis en question et indique bien l'existence d’un
phénomene physique a l'origine de cet accroissement spectaculaire de la vitesse de re-
laxation transversale directe. Comme possibles contributions a la relaxation transversale
uniquement, on peut citer les couplages dipolaires longue-distance statiques ou encore un
échange chimique. Pour ce dernier, plusieurs explications peuvent étre envisagées :

(1) création transitoire de molécules de Van der Waals : la dépendance de cette contri-
bution serait alors en [Xe]? et non en [Xe].

(2) fluctuation de la concentration de xénon dans 1’échantillon, puisque [Xe] influence
fortement (bien que linéairement) le déplacement chimique du xénon [76].

En I’absence de preuves dans un sens ou dans l'autre, il reste donc plus raisonnable de
conclure seulement a une contradiction pour I'instant inexpliquée entre la valeur observée
et la valeur attendue.

VI1.3.3 Comparaison entre R) et K/T,

Des expériences a température de spin positive comme négative ont été réalisées dans
des conditions identiques a ’expérience B (T < 0) décrite dans le tableau VI.1, a ceci pres
que la lame quart d’onde utilisée pour polariser le xénon était tournée de 0 ou 90° selon
les cas. Il est donc possible de comparer la vitesse de relaxation transversale directe et le
terme K/T, pour 'aimantation initiale.

D’apres les résultats de la section précédente, nous avons RS ~ 1,8 Hz et K/T, =~
6 Hz. Une rapide comparaison indique que pour les cas ou T, < 0, une émission est
théoriquement possible puisqu'a t = 0, K/T, > R} ; cela dit puisqu’on a également K /T, >
2R la valeur finale attendue pour ., est positive [77]. Or, les observations expérimentales
montrent qu’on est dans le cas contraire, comme on peut le constater par exemple grace
a la la FID de I'expérience B en tableau VI.1 ou en considérant le signe de décroissance
de I'aimantation transversale en figure VI.3.

Pour ces mémes expériences, la valeur p, calculée pour le premier maser est égale a
1,9 Hz 8 et la vitesse de décroissance initiale pour les expériences a température de spins
positive est de 7,3 Hz. En écrivant ces deux dernieres valeurs comme égales a K /7T, + R}, on
trouve K/T) = 4,6 Hz et R, = 2,7 Hz at = 0, lot de valeurs satisfaisant bien la condition
essentielle pour obtenir plusieurs masers R) < K/T, < 2R),.

Il est cela dit assez improbable que la valeur K/T, varie de plus de 25% (entre 4,6
et 6 Hz) d'une expérience a l'autre menées dans des conditions identiques simplement du
fait de variations involontaires de la concentration de xénon ou de sa polarisation.? Cette
différence peut néanmoins étre expliquée par le fait que dans un systeme fortement polarisé
avec une bonne homogénéité et donc propice a 'apparition de regroupement spectral,
tous les modes sont partiellement décorrélés et ainsi n’émettent pas nécessairement tous
en méme temps. ' Le parametre K/T! doit donc par conséquent, dans ce modele, étre
multiplié par un facteur f égal a la fraction de volume de I’échantillon correspondant au

8 Aucune fonction f(wg, p) n’était utile pour décrire les pics latéraux de ces premiéres émissions (cf. .
figure V1.2 : un seul point par abscisse pour # Maser =1).

9La variation des différents parametres pour des expériences réalisées la méme journée était souvent
inférieure & quelques pour cent.

10Ceci correspond & une figure de gain inhomogene. Les modes d’émission sont certes orthogonaux, mais
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mode en train d’émettre. Sous cette hypothese, on trouve pour les premieres émissions de
chaque expérience, des fractions f de l'ordre de 75%.

Le fait que la valeur R} calculée soit supérieure & RY peut s’expliquer par une dis-
tribution plus large de fréquences de résonance, ceci étant due a la nature transitoire et
rapide de I’émission et hypothétiquement pour les raisons évoquées en Réf. [15] et dans la
discussion de la partie IV concernant la variation de la largeur de raie avec la polarisation.

Ces quelques comparaisons qui soulevent déja un grand nombre d’interrogations ne
sont qu’une autre illustration de la complexité de la dynamique de spins a fortes aimanta-
tions, et de la difficulté de la caractériser du fait de I’apparition de phénomenes transitoires
et chaotiques. La grande importance des couplages dipolaires en fait une dynamique mas-
sivement multi-composantes, qui comme on vient de la voir dans cette section met souvent
en échec 'approximation par une aimantation volumique globale et homogene.

V1.3.4 Emissions maser en présence d’un gradient magnétique
axial

Un des arguments principaux quant au role essentiel des couplages dipolaires xénon-
xénon a longue distance concernant les émissions chaotiques multiples est la particularité
que celles-ci apparaissent malgré la présence d’un gradient magnétique modéré, typique-
ment de l'ordre de grandeur de By.

O A A B B
0 50 100 150 200 250 300 s

Fi1c. VI.5 — Module de la FID pour une expérience réalisée en présence d’un gradient
magnétique modéré selon 'axe Oz. Une série de douze émissions peut étre observée, dont les
profils temporels sont pour la plupart (# 4-8, 10) tout & fait compatibles avec la description
par une fonction de la forme A sech pt.

Par exemple, sur la figure V1.5, on peut voir une suite de douze masers différents.
Hormis la présence d'un gradient, les conditions expérimentales sont dans ce cas identiques
a celles de 'expérience A décrite en tableau VI.1. Le gradient a pour effet d’élargir la raie
de xénon de 1,8 Hz. A titre de comparaison, le décalage du spectre de '?°Xe di au champ
Bq at =0 était de 'ordre de vx.Bq ~ 0,9 Hz. Apres cette série, une nouvelle acquisition

couplés du fait de la présence de la bobine. On peut ainsi se demander si un tel couplage peut aboutir a
un phénomene de concurrence entre modes, ce qui rendrait ce processus comparable au « spectral hole
burning » des lasers.
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a été lancée, cette fois-ci sans gradient, permettant d’observer une derniere et unique
émission, relativement intense par rapport aux dernieres de la série qui la précede.

Cette série de douze masers a été traitée d’une facon identique a celle présentée en
section VI.3.1. L’énergie électromagnétique émise et le parametre py ajusté sont présentés
en figure VL.6.

(zH) d

- 0.5

12345678 910112 13

Maser #

F1G. VI.6 — Variations de 1'énergie électromagnétique émise, exprimée en unités d’énergie
émise apreés une impulsion 90°par la méme quantité de xénon au niveau thermique (points
reliés, axe de gauche) ; variations du parametre py ajusté (symbole %, axe de droite). Pour
Pexpérience présentée en VI.5. Le dernier maser (#13) est observé quelques secondes apres
lextinction du gradient. Les zones grisées correspondent & des périodes pendant lesquelles
aucun battement de fréquence ne peut étre détecté dans les émissions observées.

La comparaison avec les mesures reportées en figure VI.2A révele que 1'énergie émise
par maser est du méme ordre de grandeur, méme si elle décroit beaucoup plus vite lors
des premieres émissions lorsqu’on est en présence de gradients, cas pour lequel les va-
leurs de pg sont également inférieures. Une premiere interprétation, tres simple, en est
'augmentation de RJ en présence d'un gradient ou plus généralement d’inhomogénéités
de By. On remarque également que sur un grand nombre d’émissions (cf. figure VI.6,
ou les zones grisées signalent des émissions monomodes), il n’y a a pas de battement de
fréquences détectable, et les formes temporelles de ces émissions sont correctement repré-
sentées par des sécantes hyperboliques de la forme A sech pgt. Ceci est également confirmé
par la transformée de Fourier de la FID (et non de son module), sur laquelle on voit un
étalement spectral réduit pour chaque émission.

La durée et la forme de ces émissions indiquent aussi que les inhomogénéités du champ
statique sont compensées par le regroupement spectral, et que seul un mode émet a chaque
fois — méme si les émissions sont rapprochées temporellement. Il en résulte que, sur cette
expérience en particulier, le traitement présenté en section VI.3.1 ne donne pas de bons

125



résultats quant a la détermination de la fréquence centrale des pics latéraux. Ce n’est pas
le cas pour une autre expérience avec un gradient plus fort (2,7 Hz au lieu de 1,8 Hz)
et un champ dipolaire plus intense (yxe.Bq =~ 6 Hz), pour laquelle on observe un maser
unique avec de tres fortes modulations, dont on voit la transformée de Fourier du module
carré en figure VI.7. Un maser a également été observé une fois les gradients éteints.

4 3 2 4 0 1 2 3 4
Frequency (Hz)

F1G. VI.7 — Puissance spectrale obtenue par transformée de Fourier du carré du module de
I’aimantation transversale, pour une émission unique observée en présence d’un gradient ma-
gnétique. L’existence de pics latéraux et partiellement confondus a respectivement +1,5 Hz
et +2, 2 Hz illustre bien la présence de fortes modulations visibles dans le domaine temporel.

Ces premieres expériences de maser en présence de gradients de champ magnétique
illustrent bien l'existence d’une relation entre 'inhomogénéité du champ statique et le
champ dipolaire, ce qui peut conduire grace au regroupement spectral a des émissions
maser. Il semble donc que I'utilisation des gradients axiaux de champ magnétique statique
soit un bon moyen pour mieux caractériser les émissions, leurs conditions d’apparition, et
aussi pour mieux comprendre le regroupement spectral.

V1.4 Analyse des masers en énergie

VI.4.1 Bilan d’énergie des émissions maser spontanées

Supposons que nous soyons dans le cas d'un maser descriptible analytiquement par les
équations de Bloch écrites pour une aimantation globale homogene (cf. 1.34 et Eqns VI.5
& VI.6). La perte d’énergie magnétique dipolaire entre le début et la fin d’une émission
du systeme composé de ’ensemble des spins nucléaires concernés par cette méme émission
s’écrit :

AEmagn :‘/;BO('%ZJ—N)O - %2775—»—00) (VI].6)
=V, Bo.tlo(K; — K) (VL17)

ou V; est le volume de I'échantillon, K; et K sont les facteurs d’hyperpolarisation de M
respectivement au début et a la fin de 1’émission. Pour la derniére équation (Eq. VI.18),
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on a utilisé 'expression de I'aimantation longitudinale durant une émission maser donnée
par exemple en Réf. [10].

Par ailleurs, d’aprées A. ABRAGAM [1], la puissance magnétique emmagasinée sous
forme d’énergie électrique par la bobine accordée exactement a la fréquence de Larmor
des spins du systeme, vaut V.(2b1)%/(2u0), ot 2b; est la norme du champ radiofréquence
émis par les spins (B étant supposé homogene dans V;). La puissance électrique dissipée
dans le circuit est en outre égale a [1, 75] :

p= 2V

— bi)?2
qun<2 2

La définition du temps caractéristique d’amortissement cohérent 7, permet le calcul du
champ radiofréquence émis par 'aimantation nucléaire :

2
bl_ T

- T VI.19
T (V1.19)

On peut donc par conséquent déterminer I’énergie émise sous forme de rayonnement par
I’aimantation :

Vs

ABpq = / Pt = / Ve 2202 ()2 dt (VI.20)
fo®@n

En utilisant ’expression de I’évolution de .# | en présence d’amortissement cohérent, on

trouve :

AErad = QKBO%OTTP (VIQl)

et on a donc bien 'exact égalité AFEyaen = AE,aq.

En conclusion, méme en présence de relaxation transversale, pour des temps de relaxa-
tion longitudinale tres longs devant les durées des émissions (ce qui est le cas a au moins
deux ordres de grandeur pres), U'intégralité de I’énergie magnétique dipolaire dépensée est
retransmise sous forme d’énergie radiofréquence, a la fréquence de Larmor de '2°Xe. Ceci
est dii au fait que la relaxation transversale n’est pas un processus de dissipation d’énergie,
mais de dissipation de l'ordre, contrairement a la relaxation longitudinale. L’égalité entre
énergie magnétique dépensée et énergie recu par la bobine reste toutefois paradoxale :
en effet, il est légitime de se demander si durant I’émission maser, il n’existe pas d’éner-
gie rayonnée ' qui ne soit pas recue pas la bobine. Pour contourner cette contradiction,
on peut évoquer ’hypothese d’un champ électro-magnétique localisé, en quelque sorte
identique & celui dun laser!.

La variation linéaire de 1’énergie émise en fonction du parametre p est tres bien vérifiée
expérimentalement. La figure VI.8 illustre bien la corrélation observée pour les émissions
des expériences A et D. Cela dit, le calcul de ’énergie émise par I'intégration numérique du
module de la FID au carré donne une moins bonne corrélation, du fait, tres certainement
de l'existence des battements de fréquence. Dans le cas de la figure V1.8, la méme pente

"En un point de I’espace éloigné de I’échantillon de plusieurs longueurs d’onde, 'aimantation peut étre
considérée comme un dipole oscillant a 138MHz.
2Faisceau cylindrique gaussien le plus souvent.
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F1G. VI.8 — Corrélation observée (sur une méme sonde) pour deux séries d’émissions

(concentrations différentes, expériences A et D) entre 1’énergie émise par maser et le para-
metre p de ’émission. L’énergie est exprimée en unités d’énergie rf émise par une aimantation
thermique (K = 1) apres une impulsion de 90°.

est observée sur I'ensemble des émissions, car le facteur .#,T, ne dépend en fait que des
spécifications de la sonde utilisée.

Si I'on fait 'hypothese que méme en présence de couplages dipolaires longue-distance
non négligeables, la perte d’énergie par le systeme de spins est toujours intégralement
convertie en énergie radiative, on peut déduire des équations VI.18 et VI.21 que pour une
série d’émissions successives :

Ki—K;=2Tr Y p (VL.22)

Pour les expériences C et D, réalisées avec la méme quantité de xénon et le méme taux
de polarisations en valeur absolue a ¢ = 0 que pour 'expérience réalisée a T, > 0 ayant
servi & la calibration de .#, et T}, on a respectivement K° — KJ? ~ 20600 + 800 et
KP — KJ]? = 29000 £ 1100. La mesure de l'aimantation longitudinale apres les séries
d’émissions maser donne respectivement KJ? ~ 4500 + 500 et KJ]? ~ 4000 + 500. Par
soustraction, ceci nous donne donc les facteurs d’hyperpolarisation a ¢ = 0 suivants :
KE ~ 25100 £ 950 et KP ~ 33000 4 1200. Si la premiere valeur est en adéquation avec
la mesure réalisée pour 1'expérience-témoin a Ty > 0 (K = 24300 4+ 800), la valeur pour
Iexpérience D est bien plus grande et peut difficilement étre expliquée par une variation
incontrolée des parametres expérimentaux.

En dehors des possibles biais dus a I’extrapolation de la concentration, de I’aimantation
et de T, qui précede, une autre explication, plus vraisemblable, est que ce calcul est basé
sur I’hypothese que le volume de I’échantillon Vi, c’est-a-dire le volume concerné par
I’émission, est constant et entierement inclus dans le volume inductif de la bobine. Or, les

128



simulations numériques réalisées et présentées en §3.2 de ’article du début de cette partie
montrent clairement qu’en présence de couplages dipolaires longue-distance, les modes
peuvent se propager via ces couplages en dehors du volume d’induction de la bobine et
créer des lobes d’aimantation transversale aux bords supérieur et inférieur de 1’échantillon.
L’augmentation apparente de polarisation pourrait donc étre due a un role plus important
que prévu de 'aimantation située en dehors de ce volume, qui contribuerait alors grace
aux couplages dipolaires au signal RMN enregistré.
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V1.4.2 Lien entre énergie dépensée et fréquence centrale des
modes

Les équations VI.16 a VI.18 peuvent en fait étre écrites a chaque instant ¢ :
ABuagn(t) = Vi Bo(A(t) — M. 1~0) (V1.23)

On sait de plus que la fréquence de précession dépend de I'aimantation longitudinale, ce
qu’on a vu et exploité notamment dans le chapitre IV. Faisons les hypotheses suivantes :

(1) le regroupement spectral et I’élargissement inhomogene de la raie sont déja établis,
séparant I’aimantation en modes fréquentiels individuels (cf. encart de la figure 2
de Particle 2, chapitre IV).

(2) un unique mode participe a I’émission maser considérée; le reste de I'aimantation
longitudinale, notée .Z;, est constant durant ’émission de .#, (11 > p) et génere
un champ dipolaire global noté B}.

(3) le volume de I'aimantation en train d’émettre est assimilable a un ellipsoide de
parametre géométrique &.

Dans le référentiel tournant a la fréquence de Larmor —vyx.(By + Bj) supposée donc
constante d’apres les hypotheses ci-dessus, la pulsation instantanée du mode en train
d’émettre est donc [5, 19] :

w(t) _ MO&PYXe%

5 (1) (VI.24)

En rapprochant les formules VI.23 et VI.24, on voit qu’on peut donc exprimer 1’énergie
perdue entre l'instant ¢ — —oo et l'instant ¢ en fonction de w(t) :

_ 3ViBy
/’LOé-’yXe

ABuaga(t) = VBo(M(t) = Mrt o) (W(t) —wlt = —o0))  (VL25)

V1.4.3 Les verrous de la dualité temps-fréquence

La théorie spectrale de Fourier est parfaitement adaptée a la description de signaux a
support temporel infini, ou du moins tres grand devant la durée d’'une période du signal
(ou plutdt, du pseudo-signal) en question. Le principe de localisation '3 en fait cela dit un
outil déja plus limité lorsque le support temporel se trouve réduit : on voit déja que pour le
signal RMN « classique », la transformée de Fourier en forme de lorentzienne est toujours
source de frustration et de limites expérimentales du fait de la relaxation transversale qui
génere des raies spectrales de plus en plus larges lorsque T, diminue.

La transformée de Fourier classique a de plus l'inconvénient de perdre I'information
sur la localisation temporelle d'un signal. Ceci est de peu d’importance pour une FID
classique, ou 'on cherche une fois passé dans le domaine spectral a s’abstraire le plus
possible des informations temporelles portées par la phase du spectre en modifiant ¢, et
¢1. L’importance de ce probleme relié au passage dans le domaine spectral en est surtout

13De la forme AwAt > % ou At et Aw sont respectivement les supports quadratiques moyens temporel
et spectral.
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moindre du fait que le formalisme de la molécule moyenne implique des fréquences de
résonance constantes sur toute la durée de la FID.

Le formalisme de ’analyse par ondelettes semble a priori moins adapté, et n’a pas fait
I'objet d’études durant cette these ; en outre, il semble que le processus physique a ’ccuvre
ici soit plus adapté a une description spectrale qu’a une description ou 'on introduirait
arbitrairement une base d’ondelettes de formes a déterminer.

Pour la description des masers spontanés, la possibilité de localiser temporellement les
fréquences du signal serait grandement souhaitable puisque, comme on I’a vu en section
VI1.4.2, la fréquence centrale d’une émission n’est pas constante et est en fait de la forme
W_oo+Aw(l—tanh pt). Plusieurs solutions sont possibles pour contourner la dualité temps-
fréquence de la théorie spectrale de Fourier, on ne donne ici que quelques pistes qui ont
été abordées a la suite du traitement fréquentiel présenté dans la section précédente.

VI.4.4 La transformée de Fourier a fenétre glissante

Une premiere solution envisagée fut le spectrogramme ou sonagramme, autrement
dit des méthodes de transformées de Fourier glissantes. Ces méthodes consistent a faire
glisser une fenétre de Hanning sur I’axe des temps et a effectuer une transformée de Fourier
du signal pour chaque abscisse temporelle. On en déduit des cartes d’intensité en deux
dimensions (temps-fréquence) dont on peut extraire une fréquence centrale au cours du
temps.

La figure VI.10 présente I’évolution du spectre au cours du temps. Le moirage de la
carte dans la direction des ordonnées correspond a la figure d’apodisation que 1'on ne
peut éviter a moins d’utiliser une fenétre de Hanning trop large. La fréquence centrale,
extraite et représentée en figure VI.10, montre une décroissance lente (cf. VIII) ainsi
qu’une décroisance rapide durant I’émission. Il est possible que cette variation corresponde
la tangente hyperbolique attendue, toutefois, la variation lente empéche d’effectuer un
ajustement précis des parametres temporels et fréquentiels.

Cette méthode est sujette aux problemes de résolution énoncés plus haut : si on cherche
a gagner en localisation temporelle donc a diminuer la durée de la fenétre de Hanning,
on réduit le nombre de points de la transformée de Fourier et donc la précision sur les
fréquences présentes durant cet intervalle de temps réduit. La courbe de fréquence centrale
instantanée aura donc de moins en moins de signification physique, rendant discutables
les parametres ajustés trouvés par la suite. La réciproque est bien évidemment également
vraie. Ainsi, il est utile d’imaginer d’autres méthodes d’analyse ne possédant pas cette
limitation en résolution.
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Fic. VI.9 — Evolution temporelle du spectre. Les fréquences les plus intenses sont en
orange, les plus faibles en vert. On voit nettement un glissement de la fréquence qui adopte
une forme sigmoide.
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FiGg. VI.10 — Evolution temporelle de la fréquence centrale du spectre 2D présenté en
figure V1.9 (trait fort). On remarque une superposition d’une décroissance linéaire constante
et d’une variation brusque, concomitante au maximum de ’émission (trait tireté) maser, et
de forme compatible & une tangente hyperbolique comme attendu (¢f. Eq. VI.6). La vitesse
de décroissance de cette sigmoide dépend en partie de la largeur temporelle de la fenétre de
Hanning utilisée pour 'analyse.
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VI1.4.5 Analyse par fréquence de phase

Les FID utilisées en RMN, constituées de deux signaux entrelacés proportionnels a
My et M,, peuvent étre considérées comme un signal complexe proportionnel & .Z.
Appelons s(t) ce signal complexe avec :

s(t) = |s(t)]e"®

Si Paimantation était parfaitement monochromatique, nous aurions, pour tout ¢, ¢(t) = wt.
En présence d’un signal d’enveloppe a support non infini, ou d’'une modulation de fré-
quence, ¢(t) n’est cependant pas linéaire. Il est donc intéressant de définir une fréquence
instantanée comme :

1 do(t)

vp(t) = o—— =
2m dt

Cette définition est tres satisfaisante pour les signaux ou il n’y a pas de superposition
de fréquence notable. Par exemple, un chirp gaussien linéaire en fréquence de la forme

s(t) = e Tl gt (V1.27)
admet une fréquence instantanée (valable pour vy > 24/1 + (8/)?)

vy(t) = vo + ft
ce qui est bien ce que 'on voulait. Pour un maser idéal de la forme

s(t) = A sech pt grstera(ptantiplt—to) = 73t (VI.28)

(VI1.26)

ot o = po&yxeoT, /3 et ws = wy — w,, w, étant la pulsation de la porteuse, le calcul de
la fréquence instantanée donne (pour peu que wg > 2p, ce qui est notre cas expérimenta-
lement) :

2mvy(t) = ws + <(1 — tanh? p(t — to))p*t + ptanh p(t — 1) — Ti> (VI.29)
2

ce qui differe de la formule w(t) définie en VI.24 et associée a I’énergie. La courbe de
fréquence instantanée est représentée en figure VI.11. On peut notamment remarquer que
la différence entre la valeur a t <+ —oo et la valeur a t — oo vaut 2ap, ce qui peut éven-
tuellement permettre de calculer le facteur géométrique & associé a 1’émission. Les courbes
obtenues expérimentalement grace a cette méthode ne sont pas toutes exploitables, car
I’expression analytique se complique pour des masers concomitants : en effet, la fréquence
de phase perd son sens lorsqu’on superpose sur un méme intervalle de temps deux signaux
de fréquences différentes. A titre d’exemple, on peut calculer la fréquence de phase d’un
battement de deux signaux monochromatiques :

S(t) — aezwlt 4 bez2w2t
La fréquence instantanée de ce signal vaut
1 (w+w 1 (a* — b*) (w1 — wy)
)= — = VI1.30
Vo (t) 2T ( 2 + 2a? + b% 4 2abcos(wy — wy )t ( )

Dans ce cas pourtant tres simple, I'interprétation physique de s(t) comme somme de deux
harmoniques pures disparait pour laisser place a une fréquence médiane modulée par des
pics.
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Fi1G. VI.11 — Emission maser théorique de parametre p = 1,23 s~! (ligne pointillée) et
sa fréquence instantanée (trait plein) calculée d’apres son expression en VI.29.

Ajustement aux données expérimentales et géométrie des modes

La somme de deux masers admet quant a elle une fréquence instantanée dont 1’ex-
pression analytique est totalement inexploitable ; on peut le constater en figure VI.12, ou
la premiere partie de la courbe est exploitable (avant la premiere modulation, pour la
premiere seconde) mais ou la suite est completement déformée par la présence des modu-
lations. Cela dit, la méthode donne des résultats acceptables pour des masers de fin de
série, ou plus généralement pour des émissions ne possédant pas de modulation détectable.
Les figures VI.14, VI.13 et VI.15 sont des exemples de ce que I'on peut attendre pour de
telles émissions.

Il est intéressant de noter que la figure VI.14 admet une courbe v, aux variations
inverses par rapport a t de celles qu’on peut constater dans les autres figures, ce que
I'on peut expliquer par un facteur ¢ de signe différent pour cette émission. Ceci nous
apprend donc que les modes d’émission ne possedent pas une géométrie fixe : si certains
semblent plutot allongés selon Oz et proches de 'axe du champ (géométrie correspondant
a =~ —1/2), d’autres s’apparentent donc plutot a des disques minces et aplatis dans le
plan transversal (£ ~ 1).

Pour utiliser des méthodes d’ajustement, il convient de considérer des courbes présen-
tant donc peu de modulations (masers uniques) et suffisamment intenses, car la détection
de la fréquence instantanée est tres sensible au bruit du signal : en effet, le bruit rajoute
des modulations aléatoires qui sont négligeables lorsque le signal est intense, mais leur
contribution dans v, est clairement visible des I'instant que celui-ci retombe dans des va-
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leurs inférieures a 10 fois le niveau de bruit. Pour résoudre ce probleme, on effectue donc
préalablement a l’ajustement une moyenne glissante de la variable aléatoire v, () sur un
intervalle de temps compris entre 0,3 et 1,2 s, selon la rapidité de I’émission, ce qui revient
donc a appliquer un filtre passe-bas et diminue les variations rapides dues au bruit.

La figure VI.15 représente une émission maser intense, non modulée, sa fréquence
instantanée et 'ajustement des parametres «, ¢y et p qui en découle. L’expérience ayant
abouti a ce signal a été réalisée dans des conditions identiques a l’expérience B, a ceci
prés qu'un gradient correspondant & un étalement de 2,2 Hz de la résonance de '??Xe
était appliquée pendant plusieurs minutes avant la présente acquisition. Le signal visible
correspond a l'acquisition de la FID quelques secondes apres I'extinction des gradients.
La courbe théorique d’émission associée aux parametres ajustés ressemble grandement a
I’enveloppe expérimentale, notamment les deux pentes de montée de signal sont presque
confondues. L ajustement donne ici v =0,007 et p =1,9 s7! (contre 2,08 s7! par la méthode
présentée en VI.3.1), soit un glissement de fréquence égal a 2ap ~0,026 Hz. Ce chiffre
semble étonnamment faible au regard de l'intensité du maser, mais ceci peut s’expliquer
par la géométrie du mode, qui dans ce cas-la devait avoir un ¢ proche de 0, soit une
géométrie quasi-sphérique.
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F1a. VI.12 — Maser intense présentant de fortes modulations (trait pointillé). On voit sur
la fréquence instantanée (trait plein) de nombreux artefacts du type Eq. VI.30 et caractéris-
tiques de la présence de signaux concomitants de fréquences différentes, sauf sur t =0—1s
ou il est possible d’ajuster une courbe du type Eq.V1.29 (cf. figure VI.15).
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F1G. VI.13 — Maser peu intense ne présentant pas de modulations. La courbe de fréquence
instantanée (trait plein) ne semble pas de la forme attendue vue lexpression en Eq. VI.29,
ce qui peut étre dii & la faible valeur de I’énergie dépensée durant I’émission (d’ott une tres
faible variation de .#).
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F1G. VI.14 — Maser intense présentant une modulation visible & ¢ = 6 s. La fréquence

instantanée (trait plein) a entre t = 2 et t = 6 s une forme semblable a celle attendue, avec
toutefois un signe de « contraire a ceux qu’on peut oberver en figures VI.13, VI.12 et VI.15,
ce qui peut s’expliquer par un signe de ¢ différent dans ce cas-ci.
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F1G. VI.15 — Maser intense non modulé (trait plein). La fréquence instantanée (symbole x
muni de barres d’erreur) est ajustée & une expression du type décrit en Eq. VI.29, donnant la
courbe en pointillés serrés (- - - ). La forme d’enveloppe de I’émission associée aux parametres
a, to et p trouvés par le meilleur ajustement est tracée en ligne tiretée (———).
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Conclusion sur la fréquence de phase

En conclusion, la méthode d’analyse de la fréquence de phase apporte un éclairage
bienvenu sur le glissement en fréquence du signal lors de 1’émission. Malheureusement, sa
sensibilité au bruit et aux battements de fréquence empéche son utilisation systématique
sur toutes les émissions, mais il est possible d’envisager des ajustements par exemple pour
confronter les différentes méthodes d’analyse et trouver une autre mesure du facteur p.

L’analyse de différentes courbes obtenues par cette méthode permet surtout de noter
une grande variation de «, en intensité et en signe. Ceci nous renseigne donc grandement
sur la géométrie des modes, qui semblent adopter de fagon chaotique des configurations
aussi bien sphériques, qu’allongées et proches de I’'axe Oz ou encore plates et localisées sur
le plan transversal. Les simulations conduites a I’aide du programme réalisé par J. JEENER
et repris par ’équipe du laboratoire KASTLER-BROSSEL de I’Ecole Normale Supérieure de
la Rue d’Ulm (Paris), présentées a la fin de l'article en début de cette partie, ont d’ailleurs
confirmé qu’en faisant varier de facon aléatoire les conditions initiales de perturbation de
I’aimantation, on peut trouver des modes sphériques, cylindriques ou encore localisés au
centre de 1’échantillon avec deux lobes a chaque bout de I’échantillon, une géométrie qui
ne rentre pas dans le cadre de la théorie permettant de faire le lien entre décalage en
fréquence et perte d’aimantation (cf. [13]).

V1.4.6 La transformation de Wigner-Ville

Cette transformation s’attache a caractériser la répartition temps-fréquence de 1’éner-
gie d'une signal temporel analytique [78]. Pour un tel signal nommé s(t), la transformée
de Wigner-Ville s’écrit :

Heo T T
Wit v) = / s(t = )8 (1 + D) Tdr (VL31)

—00

Wi(t,v) représente donc la transformée de Fourier de la fonction de corrélation de s,
S(t, 7). Elle est donc bien un indice de la localisation spectrale de 1’énergie du signal a
chaque instant. Par exemple, la transformée du chirp linéaire décrit en Eq. VI.27 vaut :

Wi(t,v) =0 (v — (vp + [t)) (VL.32)

ol ¢ est le symbole de Dirac, ce qui signifie ainsi que pour ce signal, I’énergie au temps ¢
est intégralement localisée sur la fréquence v = v, + [t.

La transformée de Wigner-Ville peut également jouer le role de densité de probabilité
[78], ce qui permet de définir une fréquence instantanée comme le centre de gravité de la
distribution :

[T U, (t,v)dy

_ J VI.33
[ Wt v)dv ( )

vs(t)

La transformée de Wigner-Ville possede I'inconvénient majeur de ne pas étre un opéra-
teur linéaire vis-a-vis du signal s. Si s est la somme de deux signaux x et y, la transformée
de Wigner-Ville de s vaut en effet :

W,(t,v) = W(t,v) + W,(t,v) + 2Re (W,y(t,v))
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ot Wy, (t,v) est défini comme

+o00 - -
Wacy(ty 7/) = / ZL‘(t — §)y*(t + 5)6—127r1/7'd7_

Ce terme quadratique est a l’origine sur la carte en deux dimensions représentant Wy(¢, v/)
de nombreux pics qualifiés d’interférences entre les deux signaux x et y, pics d’autant plus
intenses que les deux signaux sont corrélés temporellement. Ces interférences brouillent
souvent la lisibilité du diagramme temps-fréquence de s.

Le calcul de la transformée de Wigner-Ville d’une émission maser pour tout couple
(t,v) ne semble pas faisable analytiquement. Ceci dit, il est possible de trouver une ex-
pression approchée de la transformée de ’enveloppe, pour ¢ proche de % :

o, mwsech?p(t — o)
2sinh(mw/2p)

W, (t,v) ~ —(KM,T}) (V1.34)

VI1.4.7 Conclusion sur la caractérisation énergétique

En conclusion, les variations temporelles et spectrales durant un maser et entre les ma-
sers, ainsi que les inconnues en termes d’énergie émise montrent bien l'intérét de recourir
a une analyse en deux dimensions : une dimension temporelle et une dimension spectrale.
Nous avons tenté plusieurs approches, recensées ici, sans avoir malheureusement le temps
de les affiner et d’en extraire les résultats pour chacune. La transformée de Fourier glis-
sante a 'avantage d’étre aisément interprétable et les résultats obtenus, dont la figure
VI.10 est un bon exemple, sont souvent exploitables et propices a ’analyse ; la prudence
est cependant de mise quant aux possibles conclusions sur la dynamique des fréquences,
du fait de la dualité temps-fréquence. La fréquence de phase est simple & calculer et reste
également une méthode de choix, méme si elle se heurte a des difficultés pour des signaux
fortement modulés, génant la lecture directe des caractéristiques temporelles et spectrales
de I’émission.

La transformée de Wigner-Ville est une transformation bien plus cotiteuse en temps
de calcul et en interprétation des résultats, cela dit, comme elle est basée sur une méthode
de calcul de corrélations, elle possede naturellement une grande résistance au bruit, ce qui
peut, au moins en théorie, permettre 'analyse de signaux fortement bruités. L’emploi de
cette transformée pour I'analyse de FIDs tres bruitées ou dans I'analyse du bruit de spins
pourrait donc étre avantageux, mais n’a pas été testé durant la these.

I1 est enfin utile de mentionner la possibilité d’utiliser le proton comme sonde indirecte
(par interaction avec le champ dipolaire créé par I'aimantation du xénon) : 'analyse du
décalage des fréquences du spectre proton de facon concomitante a I’enregistrement d’une
émission maser permet d’avoir de la méme maniere une analyse en temps réele de la
fréquence longitudinale du xénon; ceci dit, cette analyse n’a d’intérét pour 1’étude d’un
maser que si la période d’échantillonnage en fréquence (donc le délai entre deux spectres
proton) est inférieur a 1/p, il faut donc observer une espece protonée avec un tres faible
T}, mais ceci implique en contrepartie une erreur sur la détermination de la fréquence
centrale. Une telle expérience a déja été tentée a raison d’l spectre proton toutes les 3
a 5 secondes, en utilisant deux spectrometres enregistrant chacun la FID dune espece
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différente (en effet, le spectrometre Avance 11 500MHz de Bruker ne peut enregistrer plus
d’un canal d’acquisition a la fois).
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Chapitre VII

Accorder une sonde RMN grace au
bruit de spins

VII.1 Introduction

Les expériences menées sur les émissions maser autonomes requierent un tres fort
taux de polarisation mais également un bon accord de sonde, afin d’obtenir un champ
d’amortissement cohérent le plus intense possible, et exactement en quadrature de phase
avec .. Comme 'expérience le prouve, c’est a ce prix seulement que ’on peut obtenir
des masers multiples nombreux en RMN des liquides. Or, les spectrometres industriels
sont livrés avec des programmes permettant d’accorder la sonde en y connectant le circuit
d’émission d’impulsions radiofréquence® ; ce circuit n’est jamais strictement identique au
circuit utilisé pour la réception, du fait, entre autres, de la présence de diodes téte-béche
entre le point d’entrée du courant radiofréquence d’excitation dans la sonde et le point en
entrée de la chaine de préamplification pour la réception. On constate donc sur certains
spectrometres de 100 a plus de 500 kilohertz d’écart entre la fréquence d’accord de la
sonde « a I’émission » et la fréquence d’accord « a la réception ».

Cette partie expose donc un procédé n’utilisant aucunement la chaine d’émission,
méthode basée uniquement sur la réception a partir du bruit des spins [79] présents dans
I’échantillon a I'intérieur du volume d’induction de la bobine.

A titre d’exemple, cette méthode, pour des expériences menées dans des conditions
identiques, peut permettre 'observation de douze masers successifs la ou ’on n’en aurait
vu que trois pour un accord classique réalisé a I’aide de la commande « wobb ».

La méthode recele ceci dit un avantage plus général pour la RMN ; en effet, elle conduit
a une augmentation du rapport signal-sur-bruit, certes décroissante en fonction du gain du
récepteur-digitaliseur, mais substantielle & bas gain : plus de 20% pour un gain numérique
inférieur a 16. De plus, le réglage de I'amortissement cohérent en quadrature de phase
permet d’obtenir des raies de résonance plus symétriques, ce qui peut améliorer I'effet des
sous-séquences RMN ou des appareillages destinées a 'annulation de son effet [80, 81].

IL’accord est réalisé en minimisant le courant réfléchi par le circuit électronique de la sonde.
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VI1.2 Publication

L’article qui suit est actuellement sous presse dans Journal of Magnetic Resonance
(DOT : 10.1016/j.jmr.2008.04.026 ). Ce travail fait également 1'objet d’une demande de
brevet.
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By using spin-noise type measurement we show that the resonance frequency of the reception circuit of
classical NMR spectrometers does not match the Larmor frequency even if, in emission, the electronic cir-
cuit is perfectly tuned at the Larmor frequency and matches the amplifier impedance. We also show that
this spin-noise method can be used to ensure a match between the Larmor frequency and the reception
circuit resonance frequency. In these conditions, (i) the radiation damping field is in perfect quadrature to
the magnetization and (ii) the NMR signal level and potentially the signal-to-noise ratio, are enhanced.
This choice induces a change of the probe resonance frequency by several hundreds of kHz for 500 or
700 MHz spectrometer. We show that the resulting mismatch condition for emission can be removed
by adding other tuning and matching degrees of freedom located on the excitation line (or by symmetry

on the reception line) decoupled to the probe resonance circuit by the crossed diodes.

© 2008 Elsevier Inc. All rights reserved.

1. Introduction

We have recently reported the observation of spontaneous mul-
tiple chaotic maser emissions [1] using laser-polarized xenon with
magnetization anti-aligned with the static magnetic field. This type
of phenomenon corresponds to maximal interaction between the
transverse nuclear magnetization and the detection coil through
the so-called radiation damping effect. This old-story phenomenon
corresponds to a non-linear retroaction on the magnetization: the
precessing magnetization creates a current in the coil by induction
which, in return, creates an oscillating magnetic field at the exact
Larmor frequency that interacts with the nuclear magnetization
[2,3]. The precessing magnetization and the radiation-damping
field in the rotating frame are in exact quadrature only when the
coil is perfectly tuned at the Larmor frequency [4]. This was the
case for the multiple maser experiments but a preliminary key
question was how to ensure such a perfect tuning.

In this article, we show that since the excitation and detection
pathways are distinct, the parasite capacities and inductances of
diodes and wires modify the resonance frequencies of the two cir-
cuits. We illustrate this discrepancy by using principles based on
spin-noise detection [5-9], and accordingly an alternative method
of frequency tuning, optimized for the reception circuit, is sug-
gested. We also show that when the electronic resonance fre-
quency of the reception circuit matches the Larmor frequency,
the NMR signal is improved and the impedance matching of the
emission line can however be restored.

* Corresponding author. Fax: +33 169089806.
E-mail address: herve.desvaux@cea.fr (H. Desvaux).

143

1090-7807/$ - see front matter © 2008 Elsevier Inc. All rights reserved.
doi:10.1016/j.jmr.2008.04.026

2. Results
2.1. Tuning according to the reception channel

Fig. 1 describes a classical NMR probe [10]. The two capacities C;
and C,, ensure that the coil of inductance L and resistance r is tuned
at the Larmor frequency of the studied nuclear spins, wo. On the
other hand, two sets of crossed diodes in positions A and B are used
to separate the emission and detection circuits. Classical proce-
dures to ensure that the probe is tuned at the Larmor frequency
and matched at the amplifier impedance (usually 50 Q) consist
either in using a Balun circuit with a wobbulator or in using a bidi-
rectional coaxial coupler to monitor reflections towards the ampli-
fier [11]. In any case these methods ensure a proper delivery of the
amplifier power to the probe. We define these approaches as fre-
quency tuning according to the emission circuit.

After these steps, the quality of the frequency tuning according
to the reception circuit, i.e. through the point B of Fig. 1 was inves-
tigated using a spectrum analyzer located at the output of the pre-
amplifier. As observed in Fig. 2A, the Bode diagram revealed that
the resonance frequency of the detection circuit was 699.8 MHz
while it was tuned in emission at 700.13 MHz. Note that (i) using
other reference resistances, when the frequency tuning according
to emission circuit is made with a Balun circuit, or (ii) using other
tuning schemes based on the concept of minimizing reflections al-
ways led to a discrepancy between the Larmor frequency and the
resonance frequency of the reception circuit. Moreover the com-
parison of the noise level in power at these two frequencies
(Fig. 2) revealed a difference of 1.1 dB, which meant that the
NMR signal could be enhanced by about 25% with proper
adjustment.

(2008), doi:10.1016/j.jmr.2008.04.026
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Fig. 1. Schematic representation of an NMR probe with the decoupling diodes.
Probe frequency tuning according to the emission circuit is done through point A,
while for the reception circuit, monitoring takes place through B.

Using this measurement scheme with help of a spectrum ana-
lyzer, the tuning of the reception circuit at the proton Larmor fre-
quency was performed by changing the tuning capacity C.. A Bode
diagram as that of Fig. 2B was obtained, revealing a perfect agree-
ment between the amplification of the probe’s resonant circuit and
the Larmor frequency.

The NMR spectrometer can be used in place of the spectrum
analyzer to determine the response of the reception circuit. A high
number of FIDs is acquired with a large bandwidth and no rf exci-
tation. They are summed after Fourier transformation and power
spectrum calculation. The obtained spectrum corresponds to the
frequency response of the reception circuit which is exactly the
one used for any NMR acquisition scheme. Maximizing the average
noise level ensures that one obtains a perfect match between the
reception circuit’s resonance frequency and the Larmor frequency.
This is the procedure we used in the case of xenon multiple masers
[1]. Using this principle, we have also observed a discrepancy in the
electronic resonance frequencies of the emission and reception cir-
cuit (see Fig. 3). This solution, even if it is slower than resorting to a
spectrum analyzer, ensures the correct tuning of the exactly used
electronic reception circuit.

We have observed such a discrepancy of resonance frequency
between the excitation and detection circuits on all tested appara-
tus: direct or inverse probeheads, cryoprobe, 500- or 700-MHz
spectrometers and even for nuclear spins other than the proton.
Depending on the quality factor Q of the probe, the frequency mis-
match was found to be about several hundreds of kHz and could be
as large as 750 kHz for 'H probe with coil at room temperature.

2.2. Spin-noise measurements
The difference of resonance frequency of the excitation and

reception circuits has direct effect on the NMR spin dynamics
when the magnetization of a studied sample component and the
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Fig. 2. Noise level measured on a cryoprobe with an ethyl-benzene sample. They
were measured after frequency tuning in emission A or in reception B. The Bode
diagram illustrates in A, a difference between the probe resonance frequency and
the Larmor frequency on the order of 290 kHz. In B, the tuning is correct. The
absolute values of the noise level in dB are only indicative since the measurements
were not shielded thus they depend on the local-time surrounding noise.

coil properties are sufficient to induce radiation damping [2,3]. In-
deed during acquisition, the reception circuit is the relevant one.
Hence if its electronic resonance frequency w, differs from the Lar-
mor frequency wg, the radiation-damping field is no longer in
phase quadrature with the magnetization, leading to phase distor-
tions of the NMR signal detected after rf excitations [4].

For such a sample where radiation damping is present, its NMR
spectrum can be determined by the spin-noise approach [7].
McCoy and Ernst have shown that, for a system at thermal equilib-
rium, the spin-noise spectral density WY(w) — WY(c0) is propor-
tional to:

1+ a(Aw)i
1+ a(Aw)id]* + [d(Aw)i: + 2Q (0 — we) /wc)?
(1

where Aw = w — wp, a(Aw) and d(Aw) are the normalized absorption
and dispersion NMR signals and /; is the radiation-damping rate.
The inspection of this equation as a function of w — o, reveals that
the noise level far from spin resonance (o — wg| > /;) is maximum
for w ~ w,. Also only when this tuning condition is matched, Eq. (1)
is reduced to a pure absorption Lorentzian function appearing as a
dip:

WY (w) — WY (c0)

Je(a + )

_mr2 A 2
(A2 + /) + Aw? @
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Fig. 3. Spin-noise power spectra of a concentrated saccharose sample at 700 MHz. No baseline correction was applied. A The probe is perfectly tuned and matched according
to the emission. The resonance peak shapes are asymmetric. B When the probe is tuned according to the reception, signals of pure absorption Lorentzian shape are obtained
(Eq. (2)). One can also notice that the average noise level (materialized by the dotted line) is higher in the case of B, an other illustration of a better adjustment.

with /, the nuclear spin transverse self-relaxation rate. If the condi-
tion w ~ w, is not fulfilled, the spin resonance appears as an asym-
metric peak superimposing on the average noise level [7,9].

Spectra of Fig. 3 were obtained using this method with a probe
tuned according to the emission circuit (A) or according to the
reception circuit (B). As measured by the Balun system of the spec-
trometer (“wobb” command), the electronic resonance frequency
of the emission circuit for the spectrum A was 700.13 and
700.49 MHz for the spectrum B. In the first case, the NMR peaks
are asymmetric, a feature already observed [7-9]. This is a direct
illustration of a difference between the resonance frequencies of
the reception circuit w. and of the nuclear spins wg. When the
probe is tuned according to the reception circuit using the method
described above, NMR resonance peaks appear as pure absorption
Lorentzian shapes (Fig. 3B). Indeed for this experiment, we took
benefit from this phase condition to carefully adjust the tuning fre-
quency of the probe according to the reception circuit. These
shapes prove that in this tuning condition the radiation-damping
field is in perfect quadrature to the transverse magnetization. As
discussed in the previous section and in agreement with Eq. (1),
one can notice that the average noise level of spectrum B, i.e. out
of the nuclear spin resonance peaks, is higher than that of spec-
trum A. This corresponds to the tuning condition which can be
used for all NMR systems, even in the absence of radiation-damp-
ing effect. In fact, this result is another illustration that, according
to the reception circuit, the frequency tuning is better in B than
in A.

2.3. Signal improvement and signal-to-noise ratio

As expected from the Bode diagram (Fig. 2) or average noise le-
vel (Fig. 3), by matching the resonance frequency of the reception
electronic circuit to the Larmor frequency, an enhancement of NMR
signal amplitude is observed (Fig. 4). The net signal improvement
computed as (Iz — Ia)/Ia, corresponds to 28% as measured in signal
amplitude and 31.5% as measured in integrals.

This improvement in signal amplitudes can also be observed
when looking at the signal-to-noise ratio. Fig. 5 reveals an improve-
ment on the order of 30% for a large range of receiver gain. For the
largest receiver gains, the two values saturate at the same level. A
similar behavior was observed for the noise level computed on a
200-Hz range. Indeed, the improvement of the probe sensitivity by
tuning according to the reception circuit increases the NMR signal
but also the noise; keeping a priori the ratio constant. Now, the recei-
ver gain level defines the number of digits available to quantify the

A B

T T
280 275 2770 2.65 ppm 280 2.75 2.70 2.65 ppm

Fig. 4. Comparison on a reference sample (0.1% ethyl-benzene in chloroform) of the
improvement in signal amplitude allowed by the tuning according to the reception
circuit (B) relative to the classical procedure (A).
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Fig. 5. Evolution of the signal-to-noise ratios as a function of the receiver gain for
the tuning according to emission (dotted line) and to reception (solid line). The
values are averaged performed on five (open symbols) or 10 (solid symbol) inde-
pendent measurements. The signal was measured on the methylene signal of a
0.02% sample of ethyl-benzene in chloroform and the noise computed on 2 ppm.

at low receiver gain levels: for the largest gain levels, the sensitivity
of the receiver allows a proper measurement of the electronic noise
and the whole noise of the experiment is then mainly defined by the
probe noise, whereas for small receiver gain levels, only the signal is

noise and the signals. This adds a new noise source, referenced ad4d correctly digitalized. Hence, the NMR signal improvement allowed

the digitalization noise, which is predominant in our experiments

by the correct tuning of the probe is reproduced after digitalization
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while the increase of the probe electronic noise level is truncated by
the resolution of the digitizer. This derivation does not take into ac-
count the preamplifier noise. When its contribution is non negligible
compared to the probe noise, a rapid calculation indicates that the
tuning according to reception always leads to a better signal-to-
noise ratio, whatever the receiver gain level.

3. Discussion

Adjusting the C; and C,, values of the probe for matching the
electronic resonance frequency of the reception circuit to the Lar-
mor frequency exhibits two advantages:

e It allows the obtaining of larger signals and potentially larger
signal-to-noise ratio than those obtained with the classical tun-
ing procedure;

e It ensures that radiation-damping field is in quadrature to the
transverse magnetization. Hence the resonance line of nuclear
magnetization exhibiting radiation damping remains symmetric
[4]. It is consequently easier to suppress them by classical tech-
niques (see for instance Refs. [12,13]). Also maser responses
become more predictable.

However, since we have shown that the emission and detection
circuits are not tuned at the same frequency, in conditions opti-
mized for reception, the emission circuit is no longer tuned at the
Larmor frequency and matched to the amplifier impedance. An
obvious consequence effectively observed is the increase of the
90° pulse durations. Using the same amplifier power, it was equal
to 6.35 us when the probe was tuned according to emission and
7.10 us when the reception was optimized (case of Fig. 4). Indeed
since the system is no longer matched at the amplifier impedance,
part of the power it delivers is lost in the transmission line and re-
flected to the amplifier. If this appears of little importance for stan-
dard 1D experiments, it is clear that acquiring spectra with pulse
sequences requiring strong rf irradiations, for instance for decou-
pling or recoupling, would become problematic. Supplementary
tuning and matching capabilities are consequently needed. This
supplementary adjusting electronic circuits, typically composed of
inductance or capacitance elements, can be put at point A of Fig. 1
(before the diodes on the amplifier line) and/or B (after the diodes
on the reception line) in order to have, as much as possible, no influ-
ence on the resonance frequency of the other part of the circuit.

As an illustration, after having optimized the probe tuning
according to the reception circuit and thus keeping the C;, and C;
values constant, we have modulated the length of the wire between
point A and the amplifier, i.e. changing the impedance of the emis-
sion line. The monitoring of the quality of the frequency matching
according to the emission circuit was performed by using a bi-
directional coaxial coupler. Thanks to this matching capability, at
constant power, the duration of the 'H 90° hard pulse was reduced
back from 7.10 to 6.65 us, revealing a concomitant decrease of re-
flected power. We have checked by spin-noise measurements that
the correctness of the frequency tuning according to the reception
was conserved. Also signal-to-noise measurements clearly indi-
cated that this impedance matching, performed on the emission
line, did not affect at all the improvement in sensitivity allowed
by ensuring a proper matching between the electronic resonance
frequency of the reception circuit and the Larmor frequency.

4. Conclusions
We have observed that tuning a probehead according to the

emission circuit systematically leads to a mismatch between the
reception circuit’s resonance frequency and the Larmor frequency.

We have shown that the tuning in reception is possible using a pro-
tocol based on the spin-noise measurement method. Using this ap-
proach an improvement in signal with respect to the classical
approach on the order of 25-30% was achieved, and when the
probe is tuned in these conditions, the radiation-damping field is
exactly in quadrature relative to the magnetization. This ensures
symmetric resonance lines and thus easier conditions to suppress
solvent signals. Obviously, by tuning the circuit according to the
reception, impedance matching between the amplifier and the
probe requires extra degrees of freedom. By adding these degrees,
we have shown that power reflection in the emission line can be
minimized while the advantages associated to reception tuning
are conserved. The potential of the present method in terms of sen-
sitivity enhancement when the gain amplifier is limited by large
signals, for instance resulting from solvents or buffers, and in terms
of the quality of solvent signal suppressions makes us believing
that these simple improvements should rapidly be implemented
on commercial spectrometers.

5. Experimental

All experiments reported here were performed at 293 K on a
Bruker Avance 700 spectrometer equipped with a TCI cryoprobe.
The sample was either the standard 'H signal-to-noise reference
sample (ethyl-benzene at 0.1% in deuterated chloroform) from Bru-
ker, a degassed diluted version (0.02% of ethyl-benzene) or a D,0
solution containing 0.7 g of saccharose.

The signal-to-noise measurements were performed using the
standard protocol (Bruker “sinocal” automatic program). It con-
sisted after signal acquisition, exponential line-broadening and
Fourier transformation, in the calculation of the ratio of the meth-
ylene peak signal (2.8 ppm) to a base-line corrected root-mean
square deviation of the noise in a 200-Hz or 2 ppm domain located
between 2.8 and 7 ppm. Its location was automatically chosen to
optimize the signal-to-noise ratio. For each gain value, the values
of signal-to-noise ratio of Fig. 5 correspond to mean values com-
puted on 5 or 10 different spectra (same number for the two fre-
quency tuning schemes).

Spin-noise spectra (Fig. 3) were obtained by acquiring, without
excitation, 700 FIDs composed of 2048 points on a spectral band-
width of 6410 Hz. Each one was Fourier-transformed, and the
power spectrum calculated. They were then summed.

Bode diagram of the Fig. 2 were obtained using a E4411B spec-
trum analyzer from Agilent Technologies. The pulse sequence used
on the spectrometer was just a very fast succession of long acqui-
sitions with no rf excitation.
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VIL.3 Eléments complémentaires

VII.3.1 Simulation SPICE du décalage émission/réception de la
fréquence d’accord

Il est possible de simuler le décalage en fréquence d’accord entre le mode « émission » et
le mode « réception » di a la non-équivalence entre les deux circuits incriminés. Le logiciel
SPICE? est largement utilisé pour la simulation de circuits électroniques linéaires ou non
en régime stationnaire aussi bien qu’en mode transitoire. La capacité a affiner les simula-
tions en y incluant du bruit dépendant de la température de travail et des caractéristiques
physiques des composants en font une plate-forme de simulation extrémement complete
et utilisée quasi-systématiquement par les industriels entre autres.

Pour simuler une sonde RMN, on utilise une description basique de celle-ci, qu’on peut
par exemple trouver en Réf. [82] sous diverses formes. La description utilisée est schéma-
tisée en figure VII.1. La bobine non idéale est représentée comme une juxtaposition en
série d’une inductance idéale L et d’une résistance Ry.,. La sortie de la chaine d’émission
est représentée par le point A ; 'injection de la puissance dans la sonde se fait a travers
des diodes téte-béche. Les lignes filaires entre les points 1 et 2 et entre les points 2 et B
sont des lignes de propagation de modele L-TRA type LC de longueur variable.

Les valeurs choisies sont récapitulées dans le tableau VII.1. Elles permettent de simuler
en premiere approche — et en I'absence de renseignements sur les composants de la sonde
Bruker TBI500 — une sonde accordée a 500 MHz. Les emplacements des sources utilisées
en excitation du circuit sont marquées sur la figure VII.1 : en A (vy,) pour I'analyse en
émission, avec une hauteur de signal de 10 kV et aux bornes de la bobine « réelle » (vpop)
pour l'analyse en réception, avec une hauteur de signal de 10 pV. Ces différentes hauteurs
expliquent les valeurs différentes constatées pour chacun des deux cas en dBm, visibles sur
la figure VII.2. Cette différence d’échelle n’a pas d’'importance puisqu’on ne compare pas
en ordonnées une courbe avec I'autre, mais bien les valeurs relatives de chaque courbe.

La longueur de cable variable entre 2 et B fait office, comme c’est le cas dans la
réalité, de ligne a retard. Cette valeur fictive est ajustée avant la modélisation de maniere
a obtenir a 500 MHz au point B un nocud de 'onde électromagnétique, afin de protéger
le préamplificateur lors de 1’émission des impulsions de haute amplitude par le canal
aboutissant en A.

Les diagrammes de BODE déduits de la simulation sont présentés en figure VII.2; ils
apparaissent cohérents avec les observations expérimentales et indiquent que le circuit
simplifié choisi rend bien compte de la nature du probleme. On constate un décalage entre
la fréquence de réception (fre.) et la fréquence d’émission ( fe,,) un décalage de 680+32 kHz
avec une valeur supérieure pour f,.... Ce décalage induit une perte potentielle de gain
en réception de 0,43 £+ 0,03 dB dans le cas ou l'on accorderait le circuit en émission
(et non en réception) sur la fréquence de Larmor des spins, par l'intermédiaire de la
commande « wobb ». Ces valeurs sont tout a fait en accord avec les valeurs mesurées sur
le spectrometre 500 MHz Bruker Avance II du laboratoire, ou 1’on releve un décalage en

2SPICE : « Simulation Program with Integrated Circuit Emphasis ». La version utilisée ici est MacSpice
3f5, version MacOSX mise a jour et compatible avec Berkeley SPICE 3f5.
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Composant | Valeur/Réf. || Composant | Valeur/Réf.
L 50,7 nH Rbob 0,5 Q
OT ]_,1 pF CM 170 pF
Di_4 DIN4148 Sources en tension
Modele de ligne L-TRA
Impédance caractéristique 50 Q2
Inductance linéique 0,2 puH.m™*
Capacité linéique 80 pF.m~!

TAB. VII.1 — Liste des composants et de leurs caractéristiques utilisés pour la simulation
SPICE.

fréquences d’accord de 350 kHz 2 et une perte en gain de réception de 1'ordre de 0,3 dB.

La figure VII.2 montre que le facteur ) est tres différent en mode« émission » et en
mode « réception » : on observe . = 131,6 et @, = 68,8, soit Q,/Q. ~ 0,5. Ce facteur
1/2 ne semble pas avoir d’origine physique, quoique @, soit treés proche des valeurs qu’on
peut attendre d’une telle sonde pour laquelle la facteur de qualité est généralement compris
entre 100 et 200. Cela dit, cette particularité disparait lorsqu’on ajoute une résistivité aux
cables de transmission du signal, méme si celle-ci est faible (de 'ordre de quelques ohms).
Tres vite, (). baisse et on atteint des facteurs de qualité alors trés proches I'un de I'autre.

Cette simulation, conduite pourtant sans les caractéristiques exactes des composants
utilisés pour la fabrication des sondes, montre que I'origine supposée de la perte de sensibi-
lité a bas gain de récepteur, inhérente au fait de privilégier ’accord de sonde en émission,
est correctement interprétée dans l'article présenté dans cette partie et dans le brevet
associé. Les solutions envisageables pour pallier ce probleme de désaccord entre les deux
modes (émission /réception) pourront ainsi étre simulées avec profit dans ce modele simple,
notamment 'ajout d’éléments capacitifs ou de ()-switches en divers points du circuit.

Enfin, il est possible d’utiliser le logiciel SPICE pour effectuer des simulations de
bruit électronique dans un circuit, en utilisant des modeles pré-établis de résistances,
responsables en majeure partie de ce bruit en tensions; on peut donc envisager de simuler
les différentes solutions techniques au décalage fréquentiel entre émission et réception, et
d’évaluer leur impact en terme de rapport signal-sur-bruit de la sonde.

VII.3.2 Le bilan en bruit d’une chaine d’acquisition en RMN

Afin d’expliciter un peu plus précisément les résultats présentés dans l'article qui
précede, on peut recenser les différentes sources de bruit en tension dans une chaine
d’acquisition électronique en RMN. Le bruit peut avoir trois origines différentes :

e Le bruit thermique dans la sonde

Cette source de bruit est due aux éléments résistifs de la sonde, des cables et de
I’échantillon (pertes diélectriques), générant un bruit thermique de type Johnson.

3 Avec également free > fem
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F1G. VII.1 — Schéma de sonde RMN utilisé pour les simulations SPICE présentées. Les
connexions BNC 1-2 et 2-B sont modélisées par des lignes dispersives de type LC (modele
de ligne L-TRA).

On note Bjonq4e la puissance spectrale moyenne de bruit en tension a la fréquence de
Larmor des protons *.
e Le bruit de préamplification
Tout amplificateur possede une figure de bruit sur sa gamme de fréquences de travail.
Les mesures relevées sont comprises entre -80 et -120 dBm pour les préamplificateurs
dits chauds, et encore bien inférieurs sur un ampli de cryosonde. On note B, le
niveau de bruit moyen du a 'amplificateur. On appelle « le gain de 'amplificateur.
e Le bruit de quantification
La chaine d’acquisition se termine par un convertisseur analogique-numérique. On
appelle « gain de récepteur » le facteur définissant le niveau de tension du signal
analogique associé au bit le moins significatif du signal numérique en sortie. Il ré-
sulte de cette opération un signal d’erreur assimilable a un bruit, nommé bruit de
quantification, dont on note la puissance spectrale® Boay. Soit ¢ I'échelon de ten-
sion; on a alors la relation (donnée par exemple en Réf. [83]) entre Beoan et ¢ :
BC AN = q2 / 12.
Chaque source de bruit étant totalement décorrélée des autres, la puissance totale de
bruit peut étre considérée comme la somme des puissances de bruit individuelles. La figure
VII.3 donne la valeur totale de la puissance du bruit et celle du signal a la fin de la chaine

4Les différents bruits sont supposés étre blancs pour ce calcul, c’est-a-dire de puissance constante
vis-a-vis de la fréquence, ce qui est vraisemblable vu I’étroitesse de la gamme de déplacement chimique
d’une espece.

5Le terme de « puissance spectrale » utilisé ici désigne non une puissance physique mais une quantité
homogene a une tension carrée divisée par une fréquence.
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110 -80
109.5 F -80.5
109 4 F -81
1085 F 815
108 4 b -82
107.5 F 825
107 4 F -83
106.5 t -83.5
106 - F -84
105.5 b -84.5
105 + F -85
1045 F -85.5
104 F -86
1035 F -86.5
103 F -87
1025 875
102 4 F -88
101.5 F 885
101 4 E -89
100.5 F -89.5
100

Emission response (dBm)
(gp) esuodsai uondsosy

T T T T T T T
498 4985 499 4995 500 5005 501 5015 502
Frequency (MHz)

FiGc. VII.2 — Simulation numérique par SPICE des différentes courbes de réponse selon
qu’on est en mode « émission » (ligne pointillée, axe de gauche) ou en mode « réception » (trait
plein, axe de droite). La réponse du circuit en réception présente une fréquence d’accord
supérieure de 680 + 32 kHz a la fréquence d’accord en émission, occasionnant une perte
potentielle de gain en réception de 0,43 + 0,03 dB si ’on se place a l’accord en émission
par l'intermédiaire de la commande « wobb ». Ces valeurs sont tout a fait en accord avec
les valeurs observées expérimentalement sur une sonde Bruker TBI500 sur un spectrometre
Bruker Avance IT 500 MHz, qui n’ont pas été reportées dans Particle.

d’acquisition. On a donc un ratio signal sur bruit :

asS
SNR = VIIL.1
aNsonde + Namp + q2/12 ( )

La méthode décrite dans I’article précédent permet d’augmenter la sensibilité de la sonde,
donc si on décide de I'appliquer, gagnant ainsi un facteur § sur S comme sur Nyypge, O
trouve un nouveau rapport signal sur bruit :

afS
SNR' =
B&Nsonde + Namp + q2/12

(8> 1) (VIL2)

soit encore

aS

SNR' =
OCNsonde + B_I(Namp + q2/12>

L’expression ci-dessus permet bien de retrouver la saturation de SNR'/SNR pour les
forts gain de récepteur : si ¢ est petit , et pour des amplificateurs & faible bruit *, le gain
entre les deux réglages est minime, de l'ordre de (3¢? /12Ngonae. Inversement, cette amé-
lioration du rapport signal sur bruit devient significative pour les bas gains en réception,
puisque ¢*/12N,ppqe croit.

6Ce qui signifie qu’on utilise plus de bits pour coder le signal, donc que 'on de place & fort gain de
réception.

"Sur les appareils de derniere génération, on observe effectivement toujours Nomp < aNgonde, avec
plusieurs ordres de grandeur d’écart entre les deux valeurs.
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bruit
étage
S sonde Nqondc
aS  amplificateur Nyonde + Namp

|

aS digitaliseur aNgonde + Namp + ¢%/12

F1G. VII.3 — Valeurs de la puissance du signal (S) et du bruit () sur le canal d’acquisition
a chaque étape.
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Troisieme partie

Conclusions et perspectives
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Chapitre VIII

En conclusion

VIII.1 Quelques implications des résultats présentés

Les expériences présentées ici apportent un point de vue nouveau sur la diversité des
phénomenes induits par la présence d’une forte polarisation et/ou d’une forte concentra-
tion dans un échantillon en phase liquide. Certains éléments, comme la capacité de faire
varier I'aimantation totale a température de spins Tg donnée (cf. partie VI), nous per-
mettent de lever en partie le voile sur le role respectif de chacun des acteurs : en effet,
une forte polarisation n’est pas systématiquement équivalente a une forte concentration,
en termes d’effets sur la dynamique de spins.

De maniere générale, les fortes polarisations dans un échantillon en phase liquide gé-
nerent des phénomenes cohérents et impliquant un grand nombre de spins : on estime par
exemple & 10? le nombre de spins impliqués dans la plus faible impulsion maser détectée
ici dans le spectrometre. Comme annoncé dans l'introduction, ces expériences mettent
donc en lumiere les possibles écueils des expériences futures basées sur les hautes pola-
risations en liquide, par intermédiaire par exemple de la DNP. L’examen des résultats
de I'expérience SPIDER montre par exemple que le regroupement spectral peut consti-
tuer un probléeme important pour les méthodes cohérentes de transfert de polarisation et
plus généralement pour les séquences comportant une irradiation sur un noyau fortement
polarisé.

L’expérience SPIDER est certainement appelée a étre mieux adaptée aux spécificités
de la RMN des liquides et des fortes polarisations; notamment a la diffusion qui vient
perturber les conditions de recouplage de Hartmann-Hahn. Il reste que la méthode a
déja apporté une augmentation de signal proton de 85% par rapport au niveau de signal
mesuré pour une polarisation thermique, ce qui est considérable en matiere de bond tech-
nologique. De plus, il existe différentes pistes possibles promettant SPIDER a des records
d’efficacité d’échange : pour augmenter le nombre de spins recouplés par Hatmann-Hahn,
on peut imaginer de passer adiabatiquement a champ statique nul, ou encore d’utiliser
des séquences de recouplage avec des impulsions adiabatiques. Ces deux méthodes per-
mettraient en effet de diminuer la grande sensibilité de SPIDER vis-a-vis des conditions
d’homogénéité des champs statiques et radiofréquences, et vis-a-vis des écarts entre la
fréquence d’irradiation et la fréquence de précession de chaque espece.

Le phénomene des masers autonomes multiples est un sujet d’étude vaste, comme le
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montre les multiples interrogations soulevées mais parfois non résolues. Ce phénomene,
tres particulier, est tout a fait spécifique des hautes polarisations ; de plus, deux de ses ca-
ractéristiques en font un sujet tout a fait original car requérant d’envisager la dynamique
des spins en RMN sous un angle inhabituel : son aspect stochastique et sa signature géo-
métrique. En effet, le déclenchement, 'intensité et la fréquence des émissions constituent
des phénomenes totalement aléatoires, voire chaotiques, contrairement aux FID obtenues
a la suite de la plupart des séquences d’impulsions imposées. En outre, les modes de
ces émissions correspondent a un découpage spatial de I'aimantation, non du fait d’'un
gradient découplant les spins, comme par exemple en imagerie, mais grace a des acteurs
internes, les couplages dipolaires, qui induisent un regroupement spectral et spatial.

La méthode d’accord de sonde par bruit de spins est une méthode simple, directe
et permettant d’obtenir des gains en sensibilité de sonde de l'ordre de 30%, pour les
faibles gains de récepteur seulement. Malgré cette derniere limitation, cette méthode est
par exemple tres prometteuse pour 'étude d’especes chimiques dissoutes dans de 'eau
non ou partiellement deutérée : I'annulation de l'effet d’amortissement cohérent en est
simplifié, ce qui permet de gagner en résolution des raies de I'espece dissoute, sans parler
de I'amélioration associée du rapport signal sur bruit.

VIIIL.2 Quelques perspectives

Le travail de these présenté ici débouche sur un grand nombre de pistes qu’il sera utile
et intéressant d’explorer pour aller plus loin dans les différents domaines abordés.

VIIIL.2.1 Traitements théoriques

La section V.3.3 donne les prémisses d'une théorie plus générale, qui reste encore a
écrire, et basée sur les fonctions de corrélation des couplages dipolaires en liquide. Cette
théorie aurait notamment pour but d’expliciter plus précisément les différents moments
de 'aimantation du xénon en solution en fonction de la polarisation. En effet, on a vu
I'importance de .#;° aussi bien dans la dynamique de spins durant I’expérience SPIDER
que dans la forme de raie de résonance du xénon en solution.

On a également présenté des axes d’étude des émissions maser en VI.3.1 et VI.4 qu’il
serait possible de compléter. Par exemple, I’emploi systématique d’une ou plusieurs des
différentes méthodes de traitement temporel/spectral décrites en V1.4 devraient étre por-
teur d’informations substantielles sur 1’énergie de ces émissions de masers a spins, et sur
la forme des modes spatiaux associés. A ce propos, il est intéressant de signaler ici que, les
expériences décrites ayant pour la plupart été réalisées en absence de verrou en fréquence,
nous avons pu observer l'effet de I'inductance de la bobine de ’électro-aimant permanent
du spectrometre : lorsque I'on introduit le tube dans le spectrometre, on constate durant
les premieres minutes une lente dérive de décroissance exponentielle de la fréquence de
résonance de toutes les especes en présence!, conséquence de la réponse inductive de la bo-
bine de I'aimant a l'introduction d’un tube aimanté de susceptibilité magnétique non nulle
dans son volume inductif. Plusieurs éléments nous permettent d’affirmer que cette dérive

I Typiquement 10 Hz en '2?Xe.
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ne peut étre due a une évolution de la température : premierement, elle était présente
lorsque 1'on positionnait le tube juste au-dessus de la bobine pendant plusieurs minutes
avant I'acquisition des spectres, afin d’assurer la thermalisation de I’échantillon ; deuxie-
mement, la dérive constatée en 'H était identique pour tous les pics et correspond & un
décalage global de tous les spectres, ce qui montre une dépendance directe du phénomene
vis-a-vis de v et non vis-a-vis de la dépendance en température du déplacement chimique
de chaque spin.

Il est enfin possible d’étudier les signaux temporels produits par ces masers comme un
signal chaotique, ce qu’ils sont a priori si on les considere comme des solutions d'un sys-
teme a tres grand nombre de variable et tres fortement dépendant des conditions initiales
que sont les valeurs du champ statique dans chaque direction, en chaque point de 1’échan-
tillon. Cette étude serait également d’un grand intérét pour la description des phénomenes
massivement multi-spins pouvant apparaitre de fagon aléatoire dans un échantillon liquide
fortement polarisé.

La persistance du phénomene de masers autonomes en présence d'un gradient de
champ statique modéré sur I’échantillon est enfin un dernier axe d’étude qu’il serait inté-
ressant de développer. On peut par exemple imaginer bloquer cette apparition par un gra-
dient intense, puis de 'annuler (en tachant d’éviter toute émission involontaire de champ
B; qui pourrait déclencher un maser instantanément). Le temps moyen d’apparition du
premier maser (en fonction de 'aimantation et de la polarisation dans 1’échantillon) se-
rait un indice intéressant du temps caractéristique d’interaction dans 1’échantillon entre
les modes dipolaires par l'intermédiaire de ’amortissement cohérent, un parametre qu’il
serait intéressant de connaitre pour d’autres expériences de RMN basées sur des hautes
polarisations en liquide, notamment pour SPIDER et pour mieux comprendre le phéno-
mene de regroupement spectral.

VIII.2.2 D’autres résultats expérimentaux surprenants
Une remise en cause des lois de relaxation

On a vu notamment en partie IV que la définition du 75 ne peut plus étre maintenue
telle quelle a forte polarisation, du fait de la présence du regroupement spectral qui, a la
forme de raie essentiellement dipolaire, superpose des pics tres fins indiquant la présence
dans I’échantillon de sous-ensembles de spins générant une aimantation transversale de
tres grande durée de vie. Plus d'un ordre de grandeur sépare souvent ces deux largeurs
de raie (résonance et pics fins). De maniere plus générale, dans le cas du xénon forte-
ment polarisé en phase liquide, les différentes mesures de T; relevées (cf. Eq. VI.15) ne
concordent pas avec les mesures de 17, nous avons parfois pu constater plusieurs ordres
de grandeur d’écart entre ces deux mesures, ce qui est incompatible avec la description
classique des phénomenes de relaxation [1] en phase liquide. Il serait donc utile de réaliser
des expériences visant a déterminer de facon fiable les différents temps de relaxation en
liquide.

Ces expériences sont d’autant plus nécessaires que nous avons observé des cas ou
la vitesse de relaxation longitudinale du xénon hyperpolarisé dépendait elle-méme de
I’aimantation du xénon : contrairement a ce qui est attendu, l'aimantation admet alors
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un temps de relaxation longitudinale non plus constant, mais dépendant du temps?® :
Ti(t) = at +T7, ol a est un parametre sans unité et négatif (la vitesse de relaxation
longitudinale observée est plus grande a forte aimantation qu’a 1’état thermique). On voit
en figure VIII.1 que 'expérience dont la courbe de relaxation est donnée par la courbe du
haut ne suit pas, contrairement a une expérience avec une polarisation plus grande mais
une aimantation inférieure, une loi de relaxation exponentielle. L’ajustement de « pour
la courbe du haut donne a &~ —1,3 - 103 et T} ~ 434 s.

1e+11 T
a*exp(-t/T) -
a*exp(-t/(alpha * t + beta))

Te+10E%,
1e+09
1e+08

1e+07

intensity (arb.u.

1e+06

100000} .

1 0000 L L L L L
0 1000 2000 3000 4000 5000 6000

time (s)

F1a. VIII.1 — Exemple de relaxation longitudinale non-exponentielle de xénon concentré
et d’aimantation positive (croix bleues x). L’expérience-témoin (croix rouges +) a été menée
dans des conditions identiques, mais avec une quantité de xénon six fois inférieure et un
niveau de polarisation supérieur.

Ces différentes observations, tres inattendues, concernant les parametres 77 et 15 per-
mettent d’émettre I’hypothese que le role des couplages dipolaires devient prépondérant
en phase liquide a haute polarisation, au point de mettre en partie en échec la théorie
classique de la relaxation.

Puissance de bruit de spins a faible Ty

Du fait d'une dépendance de sa puissance en |[y?|, le bruit de spins est difficilement
observable en xénon dans une sonde a température ambiante. De plus, le niveau attendu
est censé étre indépendant de la température de spin [84], cependant pour quelques ex-
périences de détection de bruit de spins basée sur 'acquisition de bruit a la fréquence
de xénon hyperpolarisé, nous avons pu observer une bosse sur la courbe de bruit de la
sonde (cf. figure VIIL.2), et non un creux comme il est attendu d’une sonde parfaitement
accordée en réception [79, 85]. Le xénon étant dans ce cas polarisé négativement (contrai-
rement a la situation préalable a l'observation des masers), en 'absence d’impulsions, il

23 défaut de pouvoir la caractériser par un parametre plus utile, comme I’aimantation ou la polarisation
instantanée.
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ne peut s’agir d'une cohérence transversale observable. Nous sommes donc bien en pré-
sence de bruit de spins. Si le niveau du bruit de spins est indépendant de la polarisation
(donc de la température de spins Ty), son effet sur le bruit de la bobine dépend, comme
I’amortissement cohérent, de la polarisation, ce qui expliquerait que cette bosse ne soit
visible qu’a forte polarisation. Il serait ainsi intéressant de reproduire cette expérience en
faisant varier la température ambiante et la température de spins du xénon, dans une
sonde possédant une bobine large bande de facteur de qualité et de facteur de remplissage
supérieurs, afin d’augmenter sa sensibilité vis-a-vis du bruit de spins.

Ces différents résultats expérimentaux conduisent a de nombreuses questions concer-
nant la description a haute polarisation en liquide de la matrice densité p, probleme que
I'on a tenté d’aborder (cf. par exemple la section V.3.3) dans ce mémoire sans toute-
fois pouvoir expliquer tous les phénomenes décrits ici. Ils représentent autant d’indices
des différences entre les effets de la concentration et de la polarisation, a aimantation
constante.

WWWMMM

300 200 100 0 Hz

F1G. VIII.2 — Spectres de xénon acquis respectivement apreés une impulsion d’angle 6
faible (courbe bleue, au-dessus) et par enregistrement de bruit de spins (rouge, au-dessous).
L’élargissement de raie et le regroupement spectral sont présents exclusivement sur le spectre
enregistré apres excitation. Le spectre en puissance de bruit de spins présente une bosse a
la fréquence de Larmor du xénon la ou la théorie prévoit un creux.
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